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1. Einleitung
Mit einer neuen Generation von Lichtquellen, sogenannter X-ray free-electron laser, wel-
che ultrakurze, intensive und koha¨rente Laserpulse mit Wellenla¨ngen im Ro¨ntgenbereich
produzieren, wird derzeit ein neues Gebiet der Laser-Materie-Wechselwirkung erschlos-
sen.
Das koha¨rente Signal der an den Atomen des Systems elastisch gestreuten Photonen
im kontinuierlichem Diffraktionsmuster bietet durch die Methode des coherent diffracti-
ve imaging (CDI) die Mo¨glichkeit der direkten atomaren Strukturbestimmung endlicher
nicht-periodischer Systeme. Angewendet auf die Klasse der schwer zu kristallisierenden
Membranproteine, ko¨nnte hierdurch eine kritische Lu¨cke im Feld der strukturellen Bio-
logie geschlossen werden. Hierbei stellen die induzierten Strahlenscha¨den durch die hohe
Energieabsorption den limitierenden Faktor fu¨r die erzielbare Auflo¨sung dar, so dass ein
detailliertes Versta¨ndnis der Photoabsorptions- und Relaxationsprozesse unbedingt not-
wendig ist, um diese neue Art der Mikroskopie zum Erfolg zu fu¨hren. Mit der Absorption
der kurzwelligen Strahlung durch die tief gebundenen Elektronen der inneren Schalen
von Atomen und den sehr hohen Intensita¨ten ko¨nnen neuartige Formen hoch-angeregter
Materie erzeugt werden, mit Atomen die ein oder gar mehrere Lo¨cher in den inneren
Schalen aufweisen. Bei der Bestrahlung von endlichen Systemen, wie z.B. Moleku¨len oder
Clustern, wird eine komplexe Dynamik in Gang gesetzt, bei der die absorbierte Energie
durch gekoppelte inner-atomare und globale Relaxationsprozesse auf die Freiheitsgrade
des Sytems umverteilt wird. Dies fu¨hrt zu einer ultraschnellen Erzeugung eines dichten,
energiereichen Nanoplasmas, welches fu¨r die Ro¨ntgenstrahlung jedoch transparent ist.
Seit Anku¨ndigung der neuen Lichtquellen [XFEL, LCLS] ist die Aussicht auf hoch-
auflo¨sendes CDI eine der Vorzeigeanwendungen dieser Gera¨te [MIA01, WEB02, NEU04,
VAR07, CHA09]. Beim CDI wird das kontinuierliche Diffraktionsmuster eines nicht-
periodischen Objekts mit iterativen Algorithmen direkt invertiert, um die projizierte
Elektronendichte der Struktur wiederzugeben [MIA00]. Diese Methode konnte 1999
[MIA99] erstmals experimentell zur Abbildung einer Gold-Nano-Struktur erfolgreich
umgesetzt werden. Durch die aufeinanderfolgende Bestrahlung mit verschiedenen Ori-
entierungen ist anschließend auch eine Erweiterung der Methode auf dreidimensionale
Abbildungen gelungen [MIA02, CHA06a]. Die Auflo¨sung des CDI ist dabei durch das
ungu¨nstige Verha¨ltnis von elastischer Streuung, die das Diffraktionsmuster bildet, und
Photoabsorption, welche Scha¨den am Objekt bewirkt, limitiert. Allerdings gilt auch,
dass je kleiner das Target und je gro¨ßer die gewu¨nschte Auflo¨sung, umso ho¨her ist die
beno¨tigte Photonenfluenz.
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So konnte 2005 ein CDI einer ganzen Hefe-Zelle mit 30nm Auflo¨sung ohne erkennbaren
Schaden an der Zelle durchgefu¨hrt werden [SHA05], wa¨hrend andererseits die notwendi-
ge Fluenz zur atomaren Strukturbestimmung eines einzelnen Proteins seine vollsta¨ndige
Zersto¨rung zur Folge hat [HEN95]. Dies ist der Nachteil des CDI im Vergleich zur kon-
ventionellen Ro¨ntgendiffraktion kristalliner Strukturen, bei denen die hohe Dosis auf
viele Elementarzellen verteilt werden kann, wa¨hrend das elastische Streusignal durch die
Kristallsymmetrie in Bragg-Punkten koha¨rent versta¨rkt wird [DRE07].
Bereits 1982 wurde u¨berlegt, dass sich diese “Schadensbarriere” durch den Einsatz
ultrakurzer Ro¨ntgenpulse umgehen la¨sst, da hierbei das Diffraktionsmuster aufgenom-
men wird, bevor sich der strahlungsinduzierte Schaden manifestiert [SOL82]. Im Jahr
2000 argumentierten Neutze et al. im Rahmen einer Molekulardynamik-Simulation der
induzierten Strahlenscha¨den mit Hinblick auf die kommenden X-ray free-electron laser
(XFEL), dass mit XFEL-Pulsen von wenigen Femtosekunden Dauer trotz der hohen
Dosis ein repra¨sentatives Diffraktionsmuster der Struktur eines Proteins erzielt wer-
den kann, bevor dieses in einer Coulomb-Explosion vollsta¨ndig fragmentiert [NEU00].
Allerdings reicht hierbei die Intensita¨t des Diffraktionsmusters fu¨r eine direkte Invertie-
rung nicht aus. In den Folgejahren wurde daher auf dieser Basis das folgende Szenario
als plausibler Vorschlag zur Strukturbestimmung schwer zu kristallisierender Proteine
[OST97, BAK10] mit XFEL-Pulsen entwickelt (siehe Abb. 1.1) [GAF07].
Identische Kopien des Proteins mit zufa¨lliger Orientierung werden sequentiell mit
einem intensiven Femtosekunden-XFEL-Puls bestrahlt und jeweils ein Diffraktionsmus-
ter aufgezeichnet, bevor das Protein zersto¨rt wird. Algorithmisch werden die Diffrakti-
onsmuster in Orientierungsklassen unterteilt und durch Mittelung das Signal-Rausch-
Verha¨ltnis verbessert. Hieraus wird anschließend ein vollsta¨ndiges, dreidimensionales
Diffraktionsmuster zusammengefu¨gt, welches in einem letzten Schritt mittels Phasenre-
konstruktionsalgorithmen [FIE82, ELS07] die Proteinstruktur mit atomarer Auflo¨sung
ergibt.
Dieses technisch hoch anspruchsvolle Verfahren muss zwei Bedingungen ausbalan-
cieren. Zum einen mu¨ssen die einzelnen Diffraktionsmuster hinreichende Signalsta¨rke
auch zu hohen Winkeln besitzen, um eine ausreichend feine Orientierungsklassifikation
zu gewa¨hrleisten [HUL03, BOR07, SHN08]. Dies stellt eine Minimalanforderung an die
Strahlendosis dar. Andererseits du¨rfen die wa¨hrend der Bestrahlung erlittenen Strah-
lenscha¨den eine kritische Schwelle nicht u¨berschreiten, damit das Diffraktionsmuster
tatsa¨chlich die originale Struktur repra¨sentiert [NEU00]. Somit muss ein Kompromiss in-
nerhalb dieser Beschra¨nkungen bei der Pulsfindung getroffen werden [HAU05]. Wa¨hrend
die Bedingung an die Mindestintensita¨t durch Fortschritte in der Orientierungsklassifi-
kation fu¨r schwache Diffraktionsmuster gesenkt werden konnte [FUN08, LOH09], so ist
man bei der Frage der induzierten Strahlenscha¨den auf Modellrechnungen angewiesen.
Aufgrund der hohen Komplexita¨t des Systems ist hierbei eine ab initio Herangehensweise
nicht mo¨glich und man ist auf Approximationen angewiesen.
Seit den ersten theoretischen Betrachtungen von Neutze et al. stellt das Einbeziehen
der Photo- und Augerelektronen in die Modellierung der Laser-Materie-Wechselwirkung
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bismuth crystal confirmed the ability of the EOS
measurement to accurately determine the shot-to-
shot time delay (30).
In this study, fs laser pulse excitation of
bismuth changes the equilibrium structure of the
unit cell and leads to coherent vibrational motion
(31–33) (Fig. 1, C and D). This coherent motion
generates large-amplitude oscillations, in partic-
ular Bragg peaks such as the (111) reflection (34).
This experimental observation of strong ~300-fs
period oscillations in the (111) Bragg diffraction
intensity rigorously demonstrated the utility of EOS
as a timing diagnostic (29, 30). These measure-
ments also provided a detailed characterization of
the excited state potential, further demonstrating
the utility of ultrafast x-ray scattering for the
study of structural dynamics. Coherent vibration-
al motion in a ferroelectric crystal has also been
observed with ultrafast x-ray diffraction by using
laser-sliced x-ray pulses from a synchrotron (35).
X-ray slicing sources represent an important
development in ultrafast x-ray science with per-
formance attributes distinct fromXFEL sources. A
complementary discussion of nonthermal melting
and displacive excitations, as well as a discussion
of data analysis, can be found in the Supporting
Online Material (SOM) text.
Coherent X-ray Imaging with
Atomic Resolution
Electromagnetic radiation can be used to im-
age objects with a spatial resolution ultimately
limited by the wavelength, l, of the radiation. Im-
age formation can be simply described as inter-
ferometry; the light scattered by an object must
be recombined so that it interferes at the image
plane. Performing this reinterference directly
with an aberration-free lens makes diffraction-
limited imaging possible with visible radiation.
In the simple case of illumination with a coherent
plane wave, the achievable resolution equals d =
l /sin q, where q represents the highest scattering
angle collected by a lens or detector. At x-ray wave-
lengths, however, manufacturing lenses that ac-
cept and redirect light scattered at high angles
becomes increasingly difficult. Focal sizes of tens
of nanometers can be achieved (36), but atomic-
resolution lenses do not appear feasible.
Imaging at near-atomic res-
olution can be achieved without
lenses by conducting the rein-
terference of the scattered light
computationally. The numeri-
cal determination of the image
from the measured x-ray scat-
tering pattern requires that the
phase of the diffracted light be
determined in order to apply
the correct phase shift to each
reinterfering spatial frequency.
Because the detection of the
scattering pattern only mea-
sures the intensity of the scat-
tering radiation rather than the
amplitude, no phase informa-
tion can be directly measured.
Avariety of methods have been
developed for alleviating the
information deficit in crystal-
lography, such as examining
the wavelength dependence of
the diffraction pattern near an
atomic absorption edge or by
knowing part of the structure
or a similar structure. With co-
herent diffractive imaging, an
alternative route to reconstruct-
ing the scattered x-rays into an
image can be used.
Sayre has noted that the
continuous diffraction pattern
of a coherently illuminated unit
cell contains twice the informa-
tion obtained from the diffrac-
tion pattern of a crystalline
arrangement of identical copies
of that unit cell (2, 37). If ade-
quately sampled, this pattern
provides the exact amount of
information needed to solve the
phase problem and determinis-
tically invert the x-ray scatter
pattern into an image of the scat-
tering object. The past several
decades have seen substantial
advances in the experimental
and numerical techniques re-
Fig. 2. Schematic depiction of single-particle coherent diffractive imaging with an XFEL pulse. (A) The intensity pattern
formed from the intense x-ray pulse (incident from left) scattering off the object is recorded on a pixellated detector. The pulse
also photo-ionizes the sample. This leads to plasma formation and Coulomb explosion of the highly ionized particle, so only
one diffraction pattern [a single two-dimensional (2D) view] can be recorded from the particle. Many individual diffraction
patterns are recorded from single particles in a jet (traveling from top to bottom). The particles travel fast enough to clear the
beam by the time the next pulse (and particle) arrives. The data must be read out from the detector just as quickly. (B) The full
3D diffraction data set is assembled from noisy diffraction patterns of identical particles in random and unknown orientations.
Patterns are classified to group patterns of like orientation, averaged within the groups to increase signal to noise, oriented
with respect to one another, and combined into a 3D reciprocal space. The image is then obtained by phase retrieval.
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Abbildung 1.1.: Schematisch Darstellung i es Experim ts z r dreidimensionalen Struk-
turbestimmung eines Protei s (aus [GAF07]). (A) Se i lle Bestrahlu g un M u g des Dif-
fraktionsmusters identisch r Repliken es P oteins it zuf¨llige Orientier ng. (B) Algorith-
mische Orientierungsklassifikation der einzelnen Diffraktionsmuste und Konstruktion der vol-
len dreidimensionalen Intensita¨tsverteilung, sowie anschliessende Phasenrekonstruktion zur Er-
mittlung der vollen dreidimensionalen Struktur des Proteins.
hierbei eine wichtige Weiterentwicklung dar [HAU04, JUR04, BER04]. Diese ko¨nnen
bei hoher Aufladung des Systems eingefangen werden und es kommt zur Bildung eines
Nanoplasmas. Dies hat zwei Folgen fu¨r das CDI. Einerseits schirmt das Plasma die ato-
maren Ladungen voneinander ab und eine Coulomb-Explosion wird geda¨mpft, welches
eine ho¨here Strahlungsresistenz impliziert. Andererseits werden die atomaren Ladungs-
zusta¨nde durch Stoßionisation in dem Nanoplasma erho¨ht [ZIA01, ZIA02], so dass ins-
gesamt weniger gebundene Elektronen fu¨r die elastische Streuung zur Verfu¨gung stehen,
welches sowohl Intensita¨t als auch Qualita¨t des Diffraktionsmusters negativ beeinflusst.
Es verbleibt die zentrale Frage, ob ein endliches System, wie z.B. ein Biomoleku¨l oder
ein atomarer Cluster, einem hinreichend intensiven XFEL-Puls innerhalb der Bestrah-
lungsdauer standhalten kann.
Wa¨hrend sich diese Fragestellung experimentell mit der anvisierten Photonenenergie
von 12keV, welche fu¨r ein CDI mit A˚ngstro¨m-Auflo¨sung notwendig ist, erst mit der Fer-
tigstellung des European XFEL im Jahr 2014 untersuchen la¨sst, stellt der LCLS bereits
seit Ende 2009 intensive und ultrakurze Pulse mit Photonenenergien von bis zu 2keV
zur Verfu¨gung. Hiermit lassen sich bereits die wesentlichen Schadensmechanismen und
-modelle an Testobjekten mit variabler Gro¨ße und Komposition, wie z.B. atomaren Clus-
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tern, als Funktion der Pulsparameter untersuchen [HAU08]. Von besonderem Interesse
sind dabei zum einen die Photoabsorption, aus der alle weiteren Scha¨den erst hervorge-
hen, und zum anderen die Plasmaformation, welche die Explosionsdynamik beeinflusst.
LCLS-Pulse sind sowohl von der Photonenenergie als auch von der Intensita¨t her aus-
reichend, um erstmals eine Mehrfachionisation der K-Schale von leichten Elementen zu
erzielen [ROH07], so dass hier der in intensiver Ro¨ntgenstrahlung entscheidende Ener-
gieabsorptionsprozess, die auger-assisitierte Photoabsorption untersucht werden kann.
Hierbei werden die inneren Schalen eines Atoms nach der Photoionisation durch Auger-
Prozesse wieder aufgefu¨llt, wodurch eine erneute Photoionisation der K-Schale erfolgen
kann [SAA02].
Eine besondere Eigenschaft des hierbei erzeugten Nanoplasmas ist, dass es, anders als
bei langwelligem Licht [KRA02, SAA06, FEN10], fu¨r Ro¨ntgenstrahlung transparent ist
und daher nicht durch den Laser geheizt wird [BOS08, ZIA09, SAA10]. Durch die kurzen
und intensiven FEL-Pulse lassen sich somit neuartige Nicht-Gleichgewichtsplasmen mit
hoher Dichte erzeugen, deren Eigenschaften durch die Pulsparameter eng kontrolliert
werden ko¨nnen [SAA08].
U¨bersicht der Arbeit
Das Ziel dieser Arbeit ist es die Wechselwirkung endlicher Systeme mit kurzen, intensiven
Ro¨ntgenlaserpulsen zu verstehen. Dies geschieht insbesondere vor dem Hintergrund der
Aussicht auf geplante Diffraktionsexperimente an endlichen Systemen, welche sensitiv
auf induzierte Strahlenscha¨den sind.
In Abschnitt 2.1 geben wir hierzu eine ausfu¨hrliche Einfu¨hrung in die CDI-Methode,
die auf der elastischen Streuung von Ro¨ntgenphotonen an den gebundenen Elektro-
nen des Systems beruht. Es folgt in Abschnitt 2.2 eine Darstellung der Photoabsorpti-
on im System und der hierdurch induzierten dynamischen Prozesse, insbesondere auch
der Ionisation von Atomen durch starke interne Felder. Dies mu¨ndet in die Beschrei-
bung eines allgemeinen Szenarios der Wechselwirkung endlicher Systeme mit intensiven
XFEL-Pulsen. Abschnitt 2.3 beschreibt unser mikroskopisches Modell der laserindu-
zierten Dynamik eines atomaren Clusters sowie unsere Methode zur Berechnung von
Diffraktionsmustern dieses Clusters.
Anhand dieses Modells wird in Abschnitt 3.1 an einer Beispielrechnung fu¨r Neonclus-
ter das allgemeine Szenario der laserinduzierten Dynamik und die besondere Rolle der
Feldionisation hierfu¨r im Detail nachvollzogen. Eine Auswertung simulierter Diffrakti-
onsmuster aus der berechneten Dynamik zeigt den negativen Einfluss der induzierten
Strahlenscha¨den auf die Qualita¨t des Diffraktionsmusters. In Abschnitt 3.2 wird durch
Einbettung des Neonclusters in ein Heliumtro¨pfchen gezeigt, wie Feldionisation und La-
dungsmigration in einem solchen heteronuklearen System den Anwendungsbereich des
CDI erheblich erweitern, indem durch Feldionisation gewonnene Elektronen aus dem
Heliumtro¨pfchen die geladenen Neonionen voneinander abschirmen und eine schnelle
Coulomb-Explosion des Clusters vermieden wird. Im Hinblick auf die verfu¨gbaren Pho-
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tonenenergien des LCLS, an dem derzeit bereits erste Experimente stattfinden, wird
in Abschnitt 3.3 der Einfluss der Pulsparameter auf die Absorption untersucht. Fu¨r
Pulsla¨ngen, die im Bereich der Relaxationszeitskalen liegen la¨sst sich bei hohen In-
tensita¨ten die nicht-lineare wechselseitige Beeinflussung von Absorption und Relaxa-
tion untersuchen. Dies betrifft sowohl atomare Effekte, wie die fru¨hzeitige Saturierung
der Innerschalenionisation durch das Ansteigen der Ionisationsschwelle bei ho¨heren La-
dungszusta¨nden, als auch Clustereffekte wie die Unterbrechung der effizienten auger-
assistierten Photoabsorption durch eine konkurrierende Feldionisation.
In Kapitel 4 betrachten wir isoliert die interessante Relaxationsdynamik des ange-
regten Elektronenplasmas. Wir fu¨hren hierzu in Abschnitt 4.1 ein vereinfachtes Mo-
dell der Dynamik des durch Photoionisation erzeugten Elektronenplasmas durch eine
Vernachla¨ssigung der Freiheitsgrade der Ionen ein. Wir bezeichnen die hierdurch be-
schriebenen Systeme allgemein als Coulomb-Komplexe. Ein solcher Coulomb-Komplex
ist durch wenige Parameter charakterisiert. Hierzu geho¨ren die Anzahl der Elektro-
nen, seine Gro¨ße, seine Anregungsenergie sowie die Anregungsdauer. Damit stellt ein
Coulomb-Komplex ein generisches Vielteilchen-System dar, dessen Beschreibung auch
in anderen physikalischen Kontexten [DUB99, ARP04] von Interesse ist. Wir untersu-
chen speziell das Zusammenspiel von Relaxation und Elektronenemission des Coulomb-
Komplexes. Durch die starke Reduktion des Modells auf nur wenige externe Parameter
la¨sst sich in Abschnitt 4.2 die zeitabha¨ngige Dynamik eines Coulomb-Komplexes in vier
Bereiche unterteilen. Neben dem Aufladungsgrad spielt hierbei die Anregungsdauer eine
Rolle, die in Beziehung zu intrinsischen Zeitskalen, wie der Fluchtzeit eines Elektrons
oder der Plasmafrequenz, ein jeweils charakteristisches Verhalten hervorruft. Durch diese
Klassifikation wird speziell ein neuer Bereich der Multi-Elektronendynamik erkennbar,
der durch die Equilibrierung des angeregten Elektronensystems im Kontinuum gekenn-
zeichnet ist.
Abschließend sei darauf hingewiesen, dass alle Formeln in dieser Arbeit in atoma-
ren Einheiten (au), in denen fu¨r die Elementarladung, die Elektronenmasse, das redu-
zierte plancksche Wirkungsquantum und die elektrische Feldkonstante e = me = ~ =
(4pi0)
−1 = 1 gilt, formuliert sind, außer wenn dies explizit anders angegeben ist.
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2. Wechselwirkung endlicher Systeme
mit Ro¨ntgenlasern
Ro¨ntgen-Freie-Elektronen-Laser (XFEL), wie der ku¨rzlich in Betrieb genommene LCLS
am Stanford Linear Accelerator Center [LCLS] und der sich noch im Bau befindende
European XFEL am DESY in Hamburg [XFEL], bieten zum ersten Mal die Mo¨glichkeit
einer Strukturbestimmung durch Ro¨ntgendiffraktion einzelner nicht-periodischer Objek-
te mit atomarer Auflo¨sung. Hierbei konkurrieren die beiden Hauptprozesse der Wech-
selwirkung von Ro¨ntgenlicht mit Materie: die elastische Streuung von Photonen, wel-
che das Diffraktionsmuster erzeugt, und die Absorption von Ro¨ntgenphotonen, die zur
Zersto¨rung der Objektstruktur fu¨hrt.
Beide Wechselwirkungen sind, im Vergleich zur Interaktion mit langwelligem Licht,
eher schwach. Allein die hohe Anzahl von u¨ber 1012 Photonen eines XFEL-Pulses und die
Mikrometer-Fokussierung fu¨hren zu einem messbaren Diffraktionssignal. Aufgrund der
hohen Koha¨renz des XFEL-Pulses besitzt das Diffraktionsmuster die strukturelle Infor-
mationen des Objekts. Die hohe Fluenz erzeugt allerdings auch starke Strahlenscha¨den,
bis hin zur vollsta¨ndigen Zersto¨rung des Objekts. Erst durch eine weitere Eigenschaft
der XFELs, Pulsdauern im Femtosekundenbereich, besteht dennoch die Aussicht ein
Diffraktionsmuster aufzunehmen, bevor das Zielobjekt zersto¨rt ist.
Wir wollen in diesem Kapitel die Grundlage dafu¨r schaffen die laserinduzierte Dynamik
in endlichen Systemen zu beschreiben und ihre Auswirkungen auf Diffraktionsexperimen-
te zu quantifizieren. Hierzu geben wir in Abschnitt 2.1 eine ausfu¨hrliche Einfu¨hrung in die
coherent diffractive imaging-Methode der Ro¨ntgendiffraktion, mit welcher die Struktur-
bestimmung erfolgen soll. In Abschnitt 2.2 diskutieren wir die grundlegenden Prozesse
der Photoabsorption endlicher Systeme in intensiven Ro¨ntgenpulsen und die weiteren
hierdurch ausgelo¨sten Strahlenscha¨den. Durch Zusammenfu¨gen der einzelnen Prozesse
geben wir dabei bereits einen Entwurf des allgemeinen Szenarios eines bestrahlten end-
lichen Systems. In Abschnitt 2.3 beschreiben wir die Details unseres mikroskopischen
Modells der laserinduzierten Dynamik, welches anschließend in Kapitel 3 zur Anwen-
dung gebracht wird.
2.1. Coherent Diffractive Imaging
Wir wollen in diesem Abschnitt eine Einfu¨hrung in die Ro¨ntgenmikroskopie-Methode
des coherent diffractive imaging (CDI) geben. Dies geschieht mit besonderem Hinblick
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auf den Wunsch eine atomare Auflo¨sung auch fu¨r kleine nicht-periodische Objekte zu er-
zielen. Nach einer U¨bersicht der geometrischen Konzepte des CDI und der Erla¨uterung
des Zusammenhangs zwischen Streuintensita¨t und Auflo¨sung in Abschnitt 2.1.1 folgt
in Abschnitt 2.1.2 eine detailliertere Einfu¨hrung in das wichtige Feld der Phasenrekon-
struktion. Es folgt anschließend in Abschnitt 2.1.3 noch eine kurze U¨bersicht u¨ber die
Methoden der Orientierungsklassifikation.
2.1.1. Diffraktionsmuster eines endlichen Systems
Mit coherent diffractive imaging bezeichnet man eine Erweiterung der klassischen Ro¨nt-
gendiffraktionsmethode [GUI94] auf endliche, nicht-periodische Strukturen, unter Ein-
beziehung von iterativen Algorithmen zu einer direkten Abbildung der Elektronendichte
des Zielobjekts. Die beim CDI erzielbare Auflo¨sung ist geometrisch nur durch die verwen-
dete Wellenla¨nge beschra¨nkt, und somit eine atomare Auflo¨sung bei Verwendung von
Ro¨ngtenstrahlung nicht ausgeschlossen. Tatsa¨chlich existieren, wie wir sehen werden,
zusa¨tzliche praktische Beschra¨nkungen der mo¨glichen Auflo¨sung.
Ro¨ntgendiffraktion beruht auf der elastischen Streuung von Ro¨ntgenlicht an den Elek-
tronen des zu untersuchenden Objekts. Das Diffraktionsmuster ist das Interferenzmuster
der durch die Elektronen gestreuten Wellen im Fernfeld. Fu¨r eine kontinuierliche Elek-
tronenverteilung ρ(r) ist die Streuamplitude im Fernfeld und in Bornscher Na¨herung
gegeben durch [ALS01]:
A(q) ∼ re
∫
V
ρ(r)eiq·rd3r, (2.1)
wobei q = kin − kout den Impulsu¨bertrag zwischen ein- und auslaufender Welle mit
Wellenvektoren kin und kout, fu¨r die |kin| = |kout| gilt. Ferner bezeichnet re = 2.82A˚ die
Thomson-Streula¨nge.
Die Elektronenverteilung ρ(r) des endlichen Zielobjekts sei hierbei auf das Gebiet V
beschra¨nkt. Die zu bestimmende Struktur setzt sich in der Regel aus nur wenigen atoma-
ren Spezies zusammen. Die strukturelle Information besteht in der relativen Anordnung
dieser Atome zueinander. Vor diesem Hintergrund ist es u¨blich Gl. (2.1) na¨herungsweise
umzuschreiben als:
A(q) ∼ re
N∑
l=1
f 0l (q)e
iq·rl , (2.2)
wobei rl die Position des l-ten Atoms bezeichnet, f
0
l (q) der atomare Formfaktor des
l-ten Atom ist, und die Summe in Gl. (2.2) u¨ber alle N Atome des Zielobjekts la¨uft.
In der klassischen Ro¨ntgendiffraktion kristalliner Strukturen la¨sst sich die Summe in
Gl. (2.2) weiter auf eine Summe u¨ber die Elementarzellen des Kristallgitters reduzie-
ren. Dies hat zur Folge, dass nur in wenige Richtungen, entsprechend den reziproken
Gittervektoren, ein umso sta¨rkeres Streusignal konzentriert wird, woraus sich u.a. die
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Gittersymmetrie sowie Gitterabsta¨nde direkt ermitteln lassen. Im Fall des CDI hingegen
entsteht aufgrund der Nicht-Periodizita¨t ein kontinuierliches und im Mittel schwaches
Streusignal. Beim CDI wird aus diesem Signal, bei ausreichender Intensita¨t, in einem
zweiten Schritt anhand von iterativen Algorithmen, welche in Abschnitt 2.1.2 besprochen
werden, ein direktes Bild der Struktur erzeugt.
Abbildung 2.1.: Experimenteller Aufbau und geometrische Relationen von Detektorpixeln
und Fouriervektoren eines koha¨renten Diffraktionsimagingexperiments eines Einzelclusters.
In Abb. 2.1 ist eine Skizze der Geometrie eines Imagingexperiments dargestellt. Ein
Zielobjekt, z.B. ein atomarer Cluster mit Radius R, dessen Schwerpunkt sich im Ur-
sprung eines kartesischen Koordinatensystems {ex, ey, ez} befinde, wird mit einem koha¨-
renten Ro¨ntgenpuls mit Wellenvektor kin = kex beschossen. Im Abstand d  R zum
Target entlang der x-Achse befindet sich ein quadratischer CCD-Detektor mit (2Np +1)
2
Pixeln mit jeweiliger Kantenla¨nge a. Die Pixel seien durch das Indexpaar (i, j), −Np ≤
i, j ≤ Np gekennzeichnet. Das Zentrum des Pixels (i, j) hat die Koordinaten uij =
dex + iaey + jaez. Elastisch gestreuten Photonen (|kin| = |kout|), welche von Pixel
(i, j) detektiert werden, wird der Wellenvektor kij = k
uij
|uij | , und damit ein Fouriervektor
qij = kin − kij zugeordnet. Die von Pixel (i, j) im Verlauf des Experiments gemessene
Streuintensita¨t Iij betra¨gt dann:
Iij =
1
2
(
1 + cos2 2θij
)
Ωijr
2
e
∫ ∞
−∞
dtI(t)
∣∣∣∣∣
N∑
l
fl(qij, t)exp {iqij · rl(t)}
∣∣∣∣∣
2
. (2.3)
Hierbei ist θij der zu Pixel (i, j) zugeho¨rige Streuwinkel mit qij = 2k sin θij und Ωij
ist der Raumwinkel dieses Pixels, Ωij = ξ(x
u
i , y
u
j ) − ξ(xli, yuj ) − ξ(xui , ylj) + ξ(xli, ylj) mit
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ξ(x, y) = arctan
(
xy
d
√
d2+x2+y2
)
und x
u/l
i =
(
i± 1
2
)
a, y
u/l
j =
(
j ± 1
2
)
a. I(t) ist die
zeitabha¨ngige Pulsintensita¨t. Der streuwinkelabha¨ngige Vorfaktor 1
2
(1 + cos2 2θij) er-
gibt sich fu¨r nicht-polarisiertes Licht [ALS01]. Gl. (2.3) setzt eine hohe transversale
Koha¨renzla¨nge des Lasers von mindestens der Ausdehnung des abzubildenen Systems
voraus [SPE04], welches fu¨r XFEL-Pulse gegeben ist [GEL10]. Aus der geringen longitu-
dinale Koha¨renz der XFEL-Pulse folgt hingegen, dass in Gl. (2.3) das Intensita¨tsintegral
aus dem Betragsquadrat herausgezogen wird.
Anhand von Gl. (2.3) lassen sich alle wichtigen Eigenschaften des CDI ableiten. Die
wichtigsten Punkte werden im folgenden diskutiert.
(i) Die Streuintensita¨t ist proportional zum Betragsquadrat der fouriertransformierten
Elektronendichte
Hierbei kommt dem Impulsu¨bertrag die Bedeutung des Fouriervektors zu. Man erkennt
durch diese Betrachtungsweise deutlich, dass das Diffraktionsmuster die strukturelle
Information, die durch die Elektronendichte gegeben ist, prinzipiell entha¨lt. Wa¨re es
mo¨glich anstelle der Intensita¨t die im allgemeinen komplexwertige Streuamplitude zu
messen, so ko¨nnte man durch inverse Fouriertransformation die Elektronendichte di-
rekt bestimmen. Die physikalische Observable ist allerdings die Streuintensita¨t, also das
Betragsquadrat der Streuamplitude. Fu¨r eine direkte Invertierung fehlt die wichtige Pha-
seninformation der Streuamplitude. Durch inverse Fouriertransformation von
√
I erha¨lt
man somit nicht die Elektronendichte, sondern die Autokorrelationsfunktion der Elek-
tronendichte.
Allerdings stellt es sich heraus, dass unter sogenannten oversampling-Bedingungen
die Abbildung ρ(r) → I(q) im wesentlichen bijektiv1 ist und eine numerische Invertie-
rung erlaubt [BAR84, MIL90]. Mit oversampling bezeichnet man hierbei eine Abtastung
des Fourierraums mit feinerer ra¨umlicher Frequenz, als nach dem Shannon-Nyquist-
Sampling-Theorem [BRA00] zur Erfassung des endlichen Zielobjekts notwendig ist. Eine
ausfu¨hrliche Diskussion der algorithmischen Invertierung des Diffraktionsmusters erfolgt
in Abschnitt 2.1.2.
(ii) Die Auflo¨sung des invertierten Bildes ist limitiert durch die Signalsta¨rke am Rand
des Detektors
Der Detektor diskretisiert mit seiner Pixelmatrix den Fourierraum. Anhand der Skizze
in Abb. 2.1 erkennt man, dass die La¨nge der durch den Detektor erreichten Fouriervek-
toren sowohl durch die speziell gewa¨hlte Geometrie (Detektorgro¨ße und Abstand zum
Target), als auch prinzipiell durch die La¨nge des Wellenvektors k des Lasers begrenzt ist.
Somit ist das gemessene Signal im Fourierraum bandlimitiert2 [BRA00] mit maximaler
1Die Abbildung ist bijektiv im Sinne einer diskretisierten Elektronendichte, sowie eines Samplings der
Intensita¨t im dreidimensionalen Fourierraum.
2Der maximale Fouriervektor auf der Ewaldkugel ist q = 2k, welchen man fu¨r Ru¨ckwa¨rtsstreuung
erha¨lt.
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La¨nge der Fouriervektoren von qmax = 2k sin(θmax) bei maximalem durch den Detektor
abgedecktem Streuwinkel θmax.
In allen in dieser Arbeit betrachteten Diffraktionsmustern deckt der Detektor einen
maximalen Streuwinkel von θmax = 22.5
◦ ab. Bei einer Photonenenergie von Eph =
12keV, entsprechend einer Wellenla¨nge von λ ≈ 1A˚, wie sie der European XFEL ma-
ximal wird erzeugen ko¨nnen, betra¨gt der maximale Fouriervektor qmax ≈ 4.8A˚−1 und
die ra¨umliche Auflo¨sung des Diffraktionsmuster ist durch rres = λ/(2 sin(θmax)) ≈ 1.3A˚
gegeben [DRE07]. Wir erkennen somit, weshalb fu¨r eine Auflo¨sung im A˚ngstro¨mbereich
eine Lichtquelle mit A˚ngstro¨m-Wellenla¨nge notwendig ist.
Je feiner die ra¨umliche Auflo¨sung des gewonnenen Bildes sein soll, umso gro¨ssere
Fouriervektoren mu¨ssen abgetastet werden. Ungu¨nstigerweise besitzen typische Diffrak-
tionsmuster stellenweise ein Skalierungsverhalten der Intensita¨t mit q−4, so dass jede
Gro¨ssenordnung an Auflo¨sungsgewinn mit um vier Gro¨ssenordungen erho¨hter einge-
strahlter Photonenfluenz “bezahlt” werden muss. Diese Eigenschaft ist fu¨r die Schwie-
rigkeit des U¨bergang von Nanometer- auf A˚ngstro¨mauflo¨sung verantwortlich [MAR03a,
SCH08b].
(iii) Die erreichbaren Punkte im Fourierraum liegen auf einer Kugeloberfla¨che, der
Ewald-Kugel
Fu¨r einen planaren CCD bedeutet dies insbesondere, dass in einem Einzelversuch kei-
ne vollsta¨ndige dreidimensionale Strukturinformation aufgenommen wird. Bei kleinen
Streuwinkeln wird ein gerader Schnitt (qz = 0) durch den Fourierraum gemessen. Wa¨re
nicht die Intensita¨t, sondern die Streuamplitude bekannt, so wu¨rde eine direkte Inver-
tierung dennoch nicht die volle dreidimensionale Elektronendichte erzeugen, sondern die
projizierte zweidimensionale Dichte:
ρ(r)→ ρ˜(x, y) =
∫
dzρ(r). (2.4)
Eine vollsta¨ndige dreidimensionale Struktur la¨sst sich nur rekonstruieren, wenn mehrere
Diffraktionsmuster aufgezeichnet werden, bei denen das Zielobjekt jeweils eine andere
Orientierung gegenu¨ber der Einstrahlrichtung einnimmt. Auf diese Weise wird nach und
nach der gesamte Fourierraum innerhalb von qmax erfasst.
(iv) Strahlungsscha¨den beeinflussen das Streubild
Bei einer Wellenla¨nge von λ = 1A˚ ist das Verha¨ltnis von elastischem Streuquerschnitt
zu Photoabsorptionsquerschnitt in Kohlenstoff etwa 1/10 [THO01], und liegt fu¨r Neon
sogar bei unter 1/20. Dies bedeutet, dass fu¨r jedes gestreute Photon ein grosser Energie-
betrag in dem Zielobjekt deponiert wird und dort einen grossen Schaden bewirkt. Eine
detaillierte Analyse insbesondere des Zeitverlaufs dieser Strahlenscha¨den wird das The-
ma des Abschnitts 3.1 sein. Photoabsorption und sekunda¨re Ionisationsprozesse, wie z.B.
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Auger-Zerfall, fu¨hren bereits auf einer Femtosekunden-Zeitskala zu einer vollsta¨ndigen
Zersto¨rung des Zielobjekts [NEU00]. Die Auswirkungen hiervon auf das CDI kommen in
Gl. (2.3) durch die Zeitabha¨ngigkeit der atomaren Formfaktoren fl, sowie der atomaren
Koordinaten rl zum Ausdruck.
Das nachteilige Verha¨ltnis von elastischem Streuquerschnitt und Photoabsorptions-
querschnitt fu¨hrt zu der fu¨r das koha¨rente Diffraktionsimaging notwendigen Bedingung
eines mo¨glichst großen Gesamtphotonenflusses, fu¨r eine ausreichend starke Streuinten-
sita¨t, bei mo¨glichst kurzer Pulsdauer, um den Strahlenscha¨den zuvorzukommen. Eine
derartige Kombination von Photonenfluenz und ultrakurzen Pulsen im Wellenla¨ngen-
bereich von einem A˚ngstro¨m wird zum ersten mal durch Lichtquellen der sogenannten
vierten Generation, den Ro¨ntgen-Freie-Elektronen-Lasern, zur Verfu¨gung gestellt werden
[LCLS, SPRING8, XFEL].
Eine genaue Abscha¨tzung der gerade noch erlaubten Pulsla¨nge bei gleichzeitigem,
durch die notwendige Streuintensita¨t gegebenen Gesamtphotonenflusses, verlangt nach
einem detaillierten mikroskopischen Modell, das die prima¨ren und sekunda¨ren Ionisati-
onsprozesse der einzelnen Atome beru¨cksichtigt, und die resultierende Dynamik auf einer
mikroskopischen (atomaren) Ebene beschreibt. Ein solches Modell wird in Abschnitt 2.3
vorgestellt. Wie wir sehen werden, ist eines der Resultate aus diesem Modell, dass insbe-
sondere der Dynamik der Elektronen eine bedeutende Rolle fu¨r die Stabilita¨t des Sytems
unter Imagingbedingungen zukommt, und dass man diese Eigenschaften fu¨r das Imaging
gewinnbringend einsetzen kann (siehe hierzu Abschnitt 3.2).
(v) Die Intensita¨t des Diffraktionsmusters ist sehr gering
Diese Eigenschaft folgt aus dem geringen elastischen Streuquerschnitt und fu¨hrt dazu,
dass fu¨r ein auswertbares Signal entweder eine sehr hohe Laserintensita¨t oder alternativ
eine lange Bestrahlungszeit vonno¨ten sind. Letzteres ist aufgrund der bereits erwa¨hnten
Strahlenscha¨den ausgeschlossen.
In Abb. 2.2 (a) und (c) sind jeweils die Streumuster eines Ne1500 Clusters ohne
Beru¨cksichtigung von Strahlungsscha¨den logarithmisch abgebildet. Die Auflo¨sung am
Rand des Detektors betra¨gt 1.3A˚ bei einem Gesamtphotonenfluss von Φ = 1012/(100nm)2
bei 12keV-Photonen. Die Pixelgro¨ße wurde bei einem Abstand vom Cluster zum Detek-
tor von d = 10cm mit a = 1.2mm so gewa¨hlt, dass nicht nur der Cluster, sondern
auch noch ein quadratisches Umfeld des Clusters mit Kantenla¨nge 4R mit abgebildet
wird. Damit erfu¨llt die Abbildungsgeometrie die oversampling-Bedingung, die fu¨r eine
Invertierung des Diffraktionsmusters notwendig ist (siehe hierzu Abschnitt 2.1.2).
In Abb. 2.2 (a) wurde ein Cluster mit relaxierten Koordinaten von Atomen mit wech-
selseitiger van-der-Waals-Wechselwirkung verwendet (siehe Abschnitt 2.3 zur Berech-
nung der Koordinaten). Dieser Cluster besitzt noch eine partielle Ikosaeder-Symmetrie
[MAC61], die zu einem stark strukturierten Diffraktionsmuster fu¨hrt3. Abb. 2.2 (b) zeigt
3Man beachte, dass obwohl im allgemeinen fu¨r ein Diffraktionsmuster gilt, dass I(q) = I(−q) ist, die
Diffraktionsmuster in Abb. 2.2 (a) und (c) nicht inversionssymmetrisch (Iij 6= I(−i)(−j)) sind. Der
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Abbildung 2.2.: Simulierte Diffraktionsmuster (Mittlere Anzahl der Photonen pro Pixel)
eines statischen Ne1500 Clusters (R ≈ 20A˚) mit partieller Ikosaeder-Symmetrie (a) und
mit randomisierten Koordinaten (c) fu¨r einen Puls mit einem Gesamtphotonenfluss von
Φ = 1012/(100nm)2 bei einer Photonenenergie von Eph = 12keV, und einer Abbildungsgeome-
trie mit d = 10cm, a = 1.2mm, Np = 80. (b) und (d) zeigen die entsprechende, diskretisierte
projizierte Elektronendichte unter Vernachla¨ssigung der Kru¨mmung der Ewald-Kugel.
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die entsprechende projizierte Elektronendichte, welche durch inverse Fouriertransforma-
tion der komplexen Streuamplitude auf einem a¨quivalenten, regelma¨ssigen Gitter im
Fourierraum ohne Beru¨cksichtigung der Kru¨mmung der Ewald-Kugel berechnet wurde.
Man erkennt selbst in der projizierten Dichte die regelma¨ßige ra¨umliche Anordnung der
einzelnen Atome.
Die Clusterstruktur, aus der das in Abb. 2.2 (c) gezeigte Diffraktionsmuster hervor-
geht, wurde durch eine zufa¨llige Verschiebung der atomaren Koordinaten des relaxierten
Clusters um mehrere atomare Einheiten erzeugt und weist keine signifikanten lokalen
ra¨umlichen Korrelationen mehr auf. Das Diffraktionsmuster erscheint granular, aus ein-
zelnen speckles zusammengesetzt. Die Randomisierung der Struktur wird auch in der
projizierten Elektronendichte in Abb. 2.2 (d) deutlich. Jedes Atom nimmt innerhalb
seiner Elementarzelle eine zufa¨llige Position ein.
Gemeinsam ist beiden Diffraktionsmustern eine insgesamt sehr geringe Intensita¨t.
Nur die wenigsten Pixel wu¨rden in einem single shot-Experiment mehr als ein einzelnes
Photon registrieren und der Grossteil des Detektors, insbesondere zum Rand hin, bei
gro¨ßeren q-Werten, bliebe ga¨nzlich ohne Signal.
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Abbildung 2.3.: Winkelgemittelte Anzahl an Photonen pro Pixel als Funktion des Impul-
stransfers |q| fu¨r Diffraktionsmuster von Neonclustern mit N = 15, 150, 1500, 14957 Atomen
mit partieller Symmetrie (a) und fu¨r randomisierte Koordinaten (b). Detektorgeometrie mit
d = 10cm, a = 1.2mm, Np = 80, Photonenenergie Eph = 12keV und Gesamtphotonenfluss
Φ = 1012/(100nm)2.
Dieser Verlauf ist winkelgemittelt in Abb. 2.3 (a) als Funktion von q fu¨r den symme-
trischen Cluster und in Abb. 2.3 (b) fu¨r den randomisierten Cluster dargestellt. Daru¨ber
hinaus wurden zum Vergleich die winkelgemittelten Streuintensita¨ten fu¨r weitere NeN
Cluster mit N = 15, N = 150 und N = 14957 ≈ 15000 dargestellt. Hierbei wurde
die Detektorgeometrie jeweils nach den gleichen Kriterien wie fu¨r den Ne1500 Cluster
Grund hierfu¨r liegt in der Kru¨mmung der Ewaldkugel, welche insbesondere fu¨r grosse Streuwinkel
bedeutet, dass qij 6= −q(−i)(−j).
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gewa¨hlt. Es soll jeweils der gesamte Cluster unter oversampling-Bedingungen mit einer
Auflo¨sung von 1.3A˚ abgebildet werden. Das bedeutet insbesondere, dass das Diffrakti-
onsmuster eines gro¨ßeren Clusters einen Detektor mit mehr Pixeln beno¨tigt.
Alle Diffraktionsmuster zeigen eine hohe Streuintensita¨t auf dem zentralen Pixel.
Tatsa¨chlich la¨sst sich diese Intensita¨t auf einfache Weise abscha¨tzen, da sie nicht geome-
trischer Natur ist, sondern lediglich von der Gesamtzahl der Streuzentren abha¨ngt. Der
zentrale Pixel (i, j) = (0, 0) entspricht der direkten Vorwa¨rtsstreuung, also q00 = 0. Das
Fourierintegral in Gl. (2.1) la¨sst sich explizit ausfu¨hren und wir erhalten
I(q = 0) = |A(q = 0)|2 ∼ r2e
∣∣∣∣∫
V
d3rρ(r)
∣∣∣∣2 = r2e(ZN)2 (2.5)
mit Z = 10 fu¨r Neon, d.h. insgesamt eine Abha¨ngigkeit vom Quadrat der Gesamtanzahl
der gebundenen Elektronen des NeN Clusters.
Die Vorwa¨rtsstreuung ist ein Beispiel fu¨r (maximal) konstruktive Interferenz der elas-
tischen Streuung, deren Signatur das quadratische Anwachsen mit N des Diffraktions-
signals ist. Vergleichen wir die Streuintensita¨ten der verschiedenen Clustergro¨ßen in
Abb. 2.3 bei q = 0, so stellen wir allerdings ein Anwachsen nicht mit N , sondern mit
N4/3 fest. Der Grund hierfu¨r ist, dass bei gleicher Auflo¨sung ein gro¨ßerer Cluster kleinere
Pixel beno¨tigt4, um das ganze System mit abzubilden. Die notwendige Pixelgro¨ße fa¨llt
mit a ∼ R−1 und der Raumwinkel entsprechend mit Ω ∼ R−2. Bei konstanter Teilchen-
dichte (N ∼ R1/3) der Cluster wa¨chst somit der Raumwinkel mit Ω ∼ N−2/3 und die
Intensita¨t pro Pixel bei konstruktiver Interferenz lediglich mit Ikon. ∼ N4/3, genau wie
wir es in Abb. 2.3 beobachten.
In der Praxis wird die Vorwa¨rtsstreuung, welche durch die r2e Abha¨ngigkeit absolut
gesehen noch immer sehr gering ist, durch den intensiven, nicht-gestreuten Anteil des
Laserpulses vollkommen u¨berdeckt. Daher wird im Experiment in Vorwa¨rtsrichtung ein
beam stop installiert bzw. ein Loch in den Detektor gebaut [EPP09], um diesen nicht
durch die direkte Einstrahlung zu bescha¨digen.
Fu¨r kleine q-Vektoren fa¨llt die Intensita¨t sehr stark mit |q|−4 (Porod Gesetz, [GUI94])
ab. Selbst der Ne14957 Cluster weist bei q ≈ 0.5A˚−1, entsprechend einer Auflo¨sung von
rres ≈ 12.5A˚, bereits nur noch eine Intensita¨t von etwa 10−2 Photonen pro Pixel auf.
Fu¨r noch gro¨ßere q-Vektoren weicht die Intensita¨tsverteilung von diesem Potenzgesetz
ab. Bis q ≈ 4.5A˚−1 ist ein weiterer Intensita¨tsabfall von weiteren zwei Gro¨ßenordnungen
zu verzeichnen. Wa¨hrend dieser Abfall fu¨r die randomisierten Koordinaten monoton (ex-
ponentiell) verla¨uft, zeigen sich in dem Diffraktionsmuster der relaxierten Cluster meh-
rere deutliche Peaks, insbesondere bei q ≈ 2.5A˚−1, d.h. im Bereich der Gitterkonstanten
des Clusters. Aufgrund der mit N nahezu konstanten Breite dieses Peaks ko¨nnen wir die
Gro¨ssenabha¨ngigkeit seines Gewichts anhand der Peakintensita¨t ablesen und erhalten
4In einem Experiment ist die Pixelgro¨ße natu¨rlich fest gegeben, dort wird stattdessen der Abstand
zum Detektor variiert, um den gewu¨nschten minimalen Streuwinkel zu erreichen.
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fu¨r sein Verhalten ungefa¨hr ∼ N0.55. Es handelt sich um eine nur partielle konstruktive
U¨berlagerung.
Wir betrachten zum Schluss noch den Intensita¨tsverlauf mit N fu¨r randomisierte Ko-
ordinaten. Wir erwarten hier, dass die Intensita¨t zuna¨chst linear mit N steigt, und unter
Beru¨cksichtigung des Raumwinkels die Intensita¨t pro Pixel insgesamt mit
Irand ∼ N1/3 (2.6)
anwa¨chst. In Abb. 2.3 (b) zeigt sich fu¨r q-Vektoren mit q ≥ 1A˚−1, dort wo die Randomi-
sierung der Koordinaten einsetzt, ein Anwachsen der Intensita¨t mit N0.4, eine fu¨r diese
Stichprobe hinreichend gute Besta¨tigung unserer Erwartungen.
Aus Gleichung (2.6) ko¨nnen wir mit den absoluten Intensita¨tswerten aus Abb. 2.3
auf einfache Weise extrapolieren, ab welcher Clustergro¨ße eine gewu¨nschte Streuinten-
sita¨t produziert wird. Bei einem single shot imaging-Experiment, wie von Neutze et
al. urspru¨nglich vorgeschlagen [NEU00], soll das Diffraktionsmuster aus der Bestrah-
lung mit einem einzigen Puls direkt invertiert werden. Setzt man hierfu¨r eine Inten-
sita¨tsschwelle von zehn Photonen pro Pixel an der Detektorkante an, so wa¨re im Fall
von Neon ein Target-Cluster mit N ' 1.5 × 1018 Atomen, entsprechend einem Radius
von R ' 200µm vonno¨ten, ein in unserem Sinne kein mikroskopisches Objekt mehr. Bei
einer gewu¨nschten Auflo¨sung von rres = 2.5A˚ erha¨lt man in dieser Abscha¨tzung ungefa¨hr
N ' 1.5 × 1015 oder R ' 20µm. Das single shot imaging eines einzelnen kleinen Clus-
ters oder Biomoleku¨ls kann mit diesen U¨berlegungen somit kategorisch ausgeschlossen
werden. Wie wir in Abschnitt 2.1.3 beschreiben werden, kann diese Intensita¨tsschwelle
jedoch durch serielle Bestrahlung identischer Kopien eines Objekts betra¨chtlich gesenkt
werden.
2.1.2. Phasenrekonstruktion
Ein essentieller Bestandteil des CDI ist die algorithmische Invertierung des Diffrak-
tionsmusters durch Rekonstruktion der fehlenden Phaseninformation. Seit dem ersten
erfolgreichen CDI-Experiment durch Miao et al. [MIA99] existiert ein großes Interes-
se an diesem phase-retrieval genannten Vorgehen. Allein in den letzten zehn Jahren
sind auf der Datenbank des Thomson ISI Web of Knowledge [ISI] mehr als fu¨nfhundert
Eintra¨ge mit dem Ausdruck “phase-retrieval” im Titel enthalten. In Anbetracht dieser
unu¨bersichtlichen Flut an Publikationen ist es unsere Absicht an dieser Stelle eine etwas
detailliertere U¨bersicht des phase-retrieval und seiner ju¨ngeren Geschichte im Bereich
des CDI zu geben und insbesondere seine moderne Formulierung durch Hilbertraumpro-
jektionen darzulegen.
Beim CDI besteht das Phasenproblem darin, dass das Diffraktionsmuster zwar pro-
portional zum Betragsquadrat der gesuchten Elektronendichte ist, aber eine direkte In-
vertierung nicht mo¨glich ist, da hierzu die Phaseninformation fehlt. Um die fehlenden
Phasen wiederherzustellen ist es notwendig eine Detektorgeometrie zu wa¨hlen, welche
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die oversampling-Bedingung erfu¨llt. Dies bedeutet, dass der Fourier-Raum feiner als vom
Shannon-Nyquist-Abtast-Theorem verlangt abgetastet werden muss. Fu¨r einen Clus-
ter mit Radius R entspricht dies der Bedingung qmin > pi/R. Dies fu¨hrt dazu, dass
auch ein Teil des leeren Raums um den Cluster herum koha¨rent mit abgebildet wird.
Das Verha¨ltnis dieses leeren Raums (no-density zone) zum als bekannt vorausgesetzten
Tra¨ger des Objekts5 (density zone) wird als oversampling ratio σ bezeichnet. Die a priori
Kenntnis des Tra¨gers6 und die Positivita¨t der Elektronendichte stellen Zwangsbedingun-
gen an die rekonstruierte Elektronendichte dar. Dabei kann der Tra¨ger zwar u¨berscha¨tzt,
sollte nach Mo¨glichkeit jedoch nicht unterscha¨tzt werden, um den Erfolg der Phasenre-
konstruktion nicht zu gefa¨hrden. Im Fourierraum kommt die Zwangsbedingung hinzu,
dass die fouriertransformierte Elektronendichte mit dem gemessenen Diffraktionsmuster
kompatibel sein muss. Eine Lo¨sung des Phasenproblems ist dann gegeben, wenn alle
Zwangsbedingungen erfu¨llt werden, wie es fu¨r die tatsa¨chliche Elektronendichte der Fall
ist.
Das Phasenproblem, wie es sich uns pra¨sentiert, ist ein Spezialfall einer allgemeineren
Klasse von Problemen der Rekonstruktion optischer Wellenfronten ohne Phaseninfor-
mation, jedoch unter der Zuhilfenahme bestimmter Zwangsbedingungen, welche bereits
seit langem in verschiedener Form untersucht werden (siehe [LUK02] fu¨r eine U¨bersicht).
Diese Phasenprobleme unterscheiden sich unter anderem in der Dimensionalita¨t des Pro-
blems, durch die zu analysierenden Messgro¨ßen (“single intensity measurement” oder
“two intensity measurement”), sowie der Natur der zu beru¨cksichtigenden Zwangsbe-
dingungen, welche ein a priori Wissen u¨ber die gesuchte Funktion darstellen.
Praktikable Lo¨sungen des Phasenproblems wurden von Gerchberg und Saxton [GER72]
und insbesondere von Fienup gefunden [FIE78, FIE82]. Hierbei kamen iterative Algorith-
men zur Anwendungen, die in jedem Iterationsschritt zwischen Urraum und Bildraum
(Fourierraum), in denen jeweils andere Zwangsbedingungen herrschen, alternieren. Wa¨h-
rend der Gerchberg-Saxton-Algorithmus durchaus zu guten Resultaten fu¨hren kann, ist
er dennoch dadurch gekennzeichnet, sich oft in lokalen Minima zu verfangen. Dies wur-
de von Fienup [FIE82] erkla¨rt, indem er zeigte, dass der Gerchberg-Saxton Algorithmus
identisch mit der Lo¨sungsmethode des steilsten Gradienten ist, deren Lo¨sungsverhalten
bei gegebener Schrittla¨nge eben genau ein solches Problem der Stagnation aufweist.
Fienup verallgemeinerte daher den Gerchberg-Saxton-Algorithmus indem er, in Analo-
gie zur Kontrolltheorie, das Resultat der Teilschritte des Gerchberg-Saxton Algorithmus
als input und output interpretierte und mit reellen Kontrollparametern die Ausgabe der
Iterationsschritte relaxierte. Dies fu¨hrte zu einem verbesserten Konvergenzverhalten,
insbesondere im Fall des hybrid input output algorithm (HIO), der auch die algorith-
mische Grundlage des ersten erfolgreichen experimentellen coherent diffractive imaging
Experiments bildete [MIA99].
5Man kann auch eine (schlechte) Abscha¨tzung des Tra¨gers aus der Autokorrelationsfunktion der Elek-
tronendichte, welche sich direkt aus dem Diffraktionsmuster berechnen la¨sst, erhalten. Bei ausrei-
chend hohem oversampling kann dies dennoch zu einer erfolgreichen Phasenrekonstruktion fu¨hren.
6Es muss nicht die absolute Position des Tra¨gers bekannt sein; es genu¨gt seine Form zu kennen.
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Trotz dieses Erfolgs fehlte eine theoretische Grundlage bezu¨glich elementarer Fragen,
wie Existenz und Eindeutigkeit einer Lo¨sung, und insbesondere des Konvergenzverhal-
tens, um eine systematische Optimierung der ga¨ngigen Algorithmen zu ermo¨glichen.
So durchla¨uft auch der HIO lange Phasen der Stagnation. Ironischerweise wurde diesem
Problem durch ein ad hoc eingefu¨hrtes, regelma¨ssiges Alternieren zwischen HIO und dem
Gerchberg-Saxton-Algorithmus (in diesem Kontext auch als error reduction algorithm
bezeichnet) begegnet, wodurch eine deutliche Verbesserung erzielt werden konnte.
Eine Erkla¨rung fu¨r den Erfolg dieser Strategie ließ bis 2003 auf sich warten [ELS03].
Der Erkla¨rung zugrunde liegend war die Erkenntis von Levi und Stark [LEV84], dass
der Gerchberg-Saxton-Algorithmus sich als aufeinanderfolgende Anwendungen von Pro-
jektionsoperatoren in einem Hilbertraum interpretieren la¨sst. Mit dieser Interpretation
wurde die Tu¨r zu einer weitreichenden Identifikation der ga¨ngigen Phasenrekonstrukti-
onsalgorithmen mit a¨quivalenten Optimierungsalgorithmen aus dem Kontext der kon-
vexen Optimierung geo¨ffnet.
Diese Beziehung hat sich als ausgesprochen fruchtbar erwiesen und zu einer starken
Innovation der Phasenrekonstruktionsalgorithmen in den fru¨hen 2000er Jahren gefu¨hrt
[BAU03, ELS03, LUK05]. Wir folgen hier dieser Betrachtungsweise und werden zur Be-
schreibung der Phasenrekonstruktionsalgorithmen die Sprache der Projektionen im Hil-
bertraum verwenden und hierdurch die Beziehung der ga¨ngigen Algorithmen zueinander
erla¨utern.
Formulierung des Phasenproblems im linearen Vektorraum
Das Phasenproblem, wie es sich im Kontext des coherent diffractive imaging stellt, findet
eine natu¨rliche mathematische Formulierung, in der die diskrete und ggf. projizierte
Elektronendichte ρ(ri) als auch ihre Fourieriertransformation ρˆ(qi) als Vektoren in dem
Np-dimensionalen Hilbertraum CNp aufgefasst werden. Die Dimension des Vektorraums
ist hierbei durch die Anzahl der Stu¨tzstellen, bei einem zweidimensionalen single shot-
Diffraktionsmuster die Anzahl der Detektorpixel, gegeben.
Der Vorzug der Formulierung des Phasenproblems in einem Vektorraum ist, dass an-
hand des Standard-Skalarprodukts auch eine Standardmetrik zur Verfu¨gung steht, und
somit Absta¨nde zwischen seinen Vektoren definiert werden ko¨nnen. Da die Fouriertrans-
formation eine unita¨re Abbildung von CNp nach CNp ist, bleibt dieser Abstand zwischen
zwei Vektoren unter Fouriertransformation erhalten. Damit erha¨lt das Phasenproblem
eine konkrete geometrische Bedeutung. Die Bedingung des bekannten Tra¨gers (domain
constraint) bzw. der Positivita¨t der Elektronendichte, heisst, dass die Lo¨sung des Pha-
senproblems Element einer Teilmenge Sdom des Vektorraums sein muss. Jede Zwangsbe-
dingung definiert in dem Hilbertraum somit eine Hyperfla¨che, auf der die Lo¨sung liegen
muss.
Ebenso verha¨lt es sich mit der Zwangsbedingung der fouriertransformierten Elektro-
nendichte (modulus constraint). Alle Vektoren, deren Komponenten der Fouriertransfor-
mierten den richtigen Betrag (gegeben durch die Wurzel des Diffraktionsmusters) haben,
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liegen ebenfalls innerhalb einer Teilmenge Smod des Hilbertraums. Diese Teilmenge ist
im Gegensatz zu Sdom allerdings nicht konvex. Hierin liegt das Hauptproblem bei der
Analyse der Phasenrekonstruktionsalgorithmen. Die Nichtkonvexita¨t der Lo¨sungsmenge
der Betragsbedingung erlaubt es einem nicht den vollen Formalismus der konvexen Opti-
mierung anzuwenden, so dass eine vollsta¨ndige mathematische Theorie der Phasenrekon-
struktion noch immer aussteht. Doch auch fu¨r eine nichtkonvexe Teilmenge ko¨nnen wir
das Phasenproblem nun formulieren als die Suche nach einem Element p der Schnitt-
menge der zwei Hyperfla¨chen p ∈ Sdom ∩ Smod, welche durch die Zwangsbedingungen
definiert werden.
Ein wesentlicher Bestandteil der Diskussion der Phasenrekonstruktion sind die anhand
der Metrik nun definierbaren Projektoren7 auf die Zwangsbedingungs-Hyperfla¨chen pimod
und pidom, die einen beliebigen Vektor auf den na¨chstgelegenen Punkt der entsprechenden
Hyperfla¨che abbilden. Die ga¨ngigen Phasenrekonstruktionsalgorithmen lassen sich nun
als iterative Abbildung f : CNp → CNp , pi 7→ pi+1 definieren, wobei die Abbildung
f eine Funktion der Projektoren pimod und pidom, sowie einer Reihe reeller Relaxations-
parameter βi ist: f = f(pimod,pidom; βi).
So la¨sst sich nun der Gerchberg-Saxton Algorithmus bzw. Error-Correction Algorith-
mus [GER72] als einfache Aufeinanderfolge der Projektoren schreiben:
fGS = pimod ◦ pidom. (2.7)
Fu¨r den Fall einer reinen Tra¨gerzwangsbedingung ohne Posivita¨t la¨sst sich der hybride
Input-Output Algorithmus [FIE78] schreiben als [BAU03]:
fHIO/HPR =
1
2
(Ξdom ◦ (Ξmod + (β − 1) pimod) + 1 + (1− β) pimod) . (2.8)
wobei die Ξmod/dom die zu den entsprechenden Projektionsoperatoren geho¨rigen Reflek-
tionsoperatoren sind:
Ξmod/dom = 2pimod/dom − 1. (2.9)
Das Konvergenzverhalten wird von dem reellen Relaxationsparameter β deutlich beein-
flusst und es ko¨nnen verschiedene Werte ausprobiert werden. Ein Wert im Bereich von
β = 0.9 hat sich in unseren Erfahrungen als guter Ausgangspunkt, der bereits zuverla¨ssig
Ergebnisse liefert, bewa¨hrt.
Erweitert man die Tra¨gerzwangsbedingung nun auch auf Positivita¨t, so ist obige Ope-
ratordarstellung keine Darstellung des HIO Algorithmus mehr, wie es fa¨lschlicherweise
an anderer Stelle [ELS03] angenommen wurde. Es wird vermutet, dass sich eine sol-
che Darstellung aufgrund der Nichtlinearita¨t des Positivita¨tsprojektors nicht herstellen
la¨sst [LUK05]. Nichtsdestotrotz la¨sst sich die Abbildung aus Gl. (2.8), gewissermassen
7Prinzipiell kann aufgrund der Nichtkonvexita¨t der Betrags-Hyperfla¨che und durch Vektoren mit Kom-
ponenten des Betrags Null der Projektor auf diese Hyperfla¨che mehrdeutig sein. Man verwendet dann
konsistent einen der mo¨glichen Projektoren.
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als na¨chster Verwandter des HIO im Operatorformalismus, auch fu¨r Positiva¨tszwangs-
bedingungen anwenden und untersuchen. Sie tra¨gt dann den Namen hybrid projecti-
on reflection algorithm (HPR) und weist im Verhalten einige deutliche Unterschiede,
gro¨ßtenteils vorteilhaft, zum HIO auf [BAU03].
Eine ganze Klasse fD an Rekonstruktionsalgorithmen wurde von Elser [ELS03] unter
dem Namen difference map eingefu¨hrt,
fD = 1 + β∆
∆ = pimod ◦ fdom − pidom ◦ fmod. (2.10)
wobei fmod/dom im Prinzip beliebige Abbildungen sein ko¨nnen, sich jedoch folgende ein-
fache Form als hinreichend allgemein herausstellt:
fdom/mod = (1 + γdom/mod)pidom/mod − γdom/mod. (2.11)
Bestimmte Werte der drei reellen Parameter β, γdom und γmod reproduzieren die histori-
schen Algorithmen, die sich nun in einem u¨bergeordneten Kontext untersuchen lassen.
Insbesondere interessant ist die Frage nach den Fixpunkten p∗ der difference map, da
fu¨r diese offensichtlich gilt:
∆(p∗) = 0. (2.12)
Es lassen sich daher aus den Fixpunkten der difference map direkt Elemente der Schnitt-
menge der Zwangsbedingungsmannigfaltigkeiten, also einer Lo¨sung des Phasenproblems,
finden:
pimod ◦ fdom(p∗) = pmod∩dom = pidom ◦ fmod(p∗). (2.13)
Nicht zuletzt diese finale Projektion (2.13) zeigt den Wert des hier gezeigten mathe-
matischen Unterbaus. Ein, bei naiver Anwendung beispielsweise des HIO Algorithmus
erzieltes, konvergiertes Resultat la¨sst sich in einem einzigen Schritt nach Gl. (2.13) noch
erheblich verbessern.
Phasenrekonstruktion am Beispiel eines Ar55 Clusters
In unserer eigenen Erfahrung hat es sich gezeigt, dass ein wohldefiniertes Phasenproblem
sich durch Anwendung der ju¨ngsten Generation von Phasenrekonstruktionsalgorithmen
mit hoher Zuverla¨ssigkeit numerisch lo¨sen la¨sst. Wir zeigen als Beispiel in Abb. 2.4
die erfolgreiche Rekonstruktion der dreidimensionalen Elektronendichte ρ(r) eines Ar55
Clusters aus einem simulierten Diffraktionsmuster. Hierbei unterlag der Cluster einem
geringen Grad an Strahlungsscha¨den, sowohl in den atomaren Formfaktoren, als auch
in der Position der Atome, welche durch einen 2fs-Puls mit einem Gesamtphotonenfluss
von Φ = 1011/(100nm)2 mit 12keV-Photonen herbeigefu¨hrt wurden.
Fu¨r die Berechnung des Diffraktionsmusters wurde der Einfachheit halber die Ver-
fu¨gbarkeit des Streusignals auf einem regelma¨ssigen dreidimensionalem Gitter im Fou-
rierraum angenommen, obwohl dies eigentlich eine Bestrahlung in verschiedenen Orien-
tierungen vorraussetzt. Ferner wurde die Diskretheit des Intensita¨tssignals außer Acht
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Abbildung 2.4.: Dreidimensionale Elektronendichte eines Ar55 Clusters durch Invertierung
aus einem idealisierten, gemittelten Diffraktionsmusters auf einem regelma¨ßigen dreidimensio-
nalen Gitter im Fourierraum (a) ohne Strahlenscha¨den durch direkte Invertierung des komple-
xen Streusignals und (b) mit geringen Strahlenscha¨den durch einen T = 2fs Puls mit Gesamt-
photonenfluss Φ = 1011/(100nm)2 und Photonenenergie Eph = 12keV und Phasenrekonstruk-
tion mittels des RAAR-Algorithmus [LUK05].
gelassen, also eine Mittelung u¨ber viele Bestrahlungen angenommen. Unter diesen idea-
lisierten Bedingungen, sowie unter der Anwendung eines engen Tra¨gers, erha¨lt man
ein wohldefiniertes Phasenproblem, welches wir anhand des relaxed averaged alterna-
ting reflections Algorithmus (RAAR) [LUK05] mit einer effizienten Implementierung
der schnellen Fouriertransformation [FFTW] und anschließender finaler Projektion nach
Gl. (2.13) gelo¨st haben8.
Die urspru¨ngliche, ideale Elektronendichte (ohne Strahlenscha¨den) ist als Isoplot in
Abb. 2.4 (a) gezeigt, und die rekonstruierte Dichte in Abb. 2.4 (b). Man erkennt, dass
die atomare Struktur hervorragend wiedergegeben wird. Wir ziehen hieraus den Schluss,
dass das Phasenproblem ungeachtet der noch offenen mathematischen Fragen als prak-
tisch gelo¨st betrachtet werden kann.
Dieses wird ferner durch den dokumentierten Erfolg bei der Phasenrekonstruktion
diverser experimenteller Signale deutlich, angefangen mit dem Pionierexperiment von
Miao et al. [MIA99] u¨ber dreidimensionale Diffraktionmuster [MIA02, CHA06b, MIA06]
bis hin zu Diffraktionsmustern von biologischer Materie [SHA05, THI06, SON08] und
schließlich durch den Puls vollsta¨ndig zersto¨rter Nano-Strukturen [CHA06a], in denen die
8Ein praktischer Schritt vor der eigentlichen Rekonstruktion, welcher oft nicht erwa¨hnt wird, ist die
Anwendung eines Tiefpass-Filters auf das Fourier-Signal [BRA00] zur Vermeidung von Artefakten
im Endresultat, welche durch das Fehlen der hohen Frequenzen im Diffraktionsmuster, bedingt durch
die endliche Detektorfla¨che und/oder Kru¨mmung der Ewaldkugel, auftreten.
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hier genannten oder eng verwandte Rekonstruktionsalgorithmen erfolgreich zum Einsatz
gekommen sind. In diesen Szenarien war es notwendig noch diverse Adaptionen zu den
Algorithmen einzufu¨hren, um eine Reihe von Komplikationen zu adressieren. Hierzu
geho¨ren insbesondere:
• Das Fehlen der Diffraktionsintensita¨t in der Zentralregion des Detektors aufgrund
der Notwendigkeit eines beam stop zum Schutz des Detektors vor dem direkten
Signal (siehe hierzu [CHA06b] und insbesondere [THI06])
• Die Rekonstruktion eines komplexen Objekts bedingt durch einen hohen Grad an
Absorption [SHA05, CHA06b]
• Phasenrekonstruktion mit adaptiver no-density zone mit Initialisierung derselben
allein durch Diffraktionsdaten [MAR03b], spa¨ter auch als shrink-wrap algorithm
bezeichnet
• Zusammenfu¨gen eines dreidimensionalen Diffraktionsmusters durch Interpolation
aus vielen zweidimensionalen Diffraktionsmustern mit extern kontrollierter Orien-
tierung [MIA02, CHA06b]
2.1.3. Orientierungsklassifikation
Wie wir zuvor gezeigt haben, ist es fu¨r eine vollsta¨ndige dreidimensionale Rekonstruk-
tion einer Objektstruktur notwendig, diese aus verschiedenen Orientierungen heraus
zu bestrahlen, wodurch ein dreidimensionales Gebiet im Fourierraum abgetastet wer-
den kann. Da dies mit atomarer Auflo¨sung geschehen soll, ist eine Photonenfluenz in
der Gro¨ßenordnung von, je nach Objektgro¨ße, u¨ber Φ ≥ 1012/ (100nm)2 notwendig
[MIA01]. Obwohl das Zielobjekt einen Femtosekundenpuls mit diesem Gesamtfluss, fu¨r
die Dauer der Bestrahlung mo¨glicherweise u¨berstehen kann, wird es in der Folge den-
noch vollsta¨ndig zersto¨rt werden [NEU00]. Wa¨hrend fu¨r gro¨ßere Objekte und gro¨bere
Auflo¨sung mo¨glicherweise die Aufteilung des Pulses eine gleichzeite Beleuchtung mit ver-
schiedenen Orientierungen erlaubt [SCH08a], so ist dies im Bereich atomarer Auflo¨sung
auszuschließen, da man hier bereits mit nur einer Orientierung an der Grenze der notwen-
digen Intensita¨t arbeitet. Ebenso sind neuere Entwicklungen, die eine dreidimensionale
Rekonstruktion aus einem Diffraktionsmuster einer einfachen Orientierung [RAI10] im
Bereich atomarer Auflo¨sung aufgrund der zu geringen Streuintensita¨t nicht anwendtbar.
Dieses Problem la¨sst sich leicht umgehen, wenn eine Vielzahl identischer Reproduktio-
nen des Zielobjekts vorliegen. Damit lassen sich mit den verschiedenen Repliken die ver-
schiedenen notwendigen Orientierungen aufnehmen, obwohl jede einzelne Replik durch
die Messung zersto¨rt wird. Fu¨r den Fall von Proteinen besteht die Vorstellung, diese in
einem Strahl in der Gasphase mit dem Laserstrahl zu kreuzen [GAF07]. Durch die hohe
Repititionsrate von 30kHz des European XFEL ko¨nnen auf diese Weise eine ausreichende
Menge an Diffraktionsmustern aufgenommen werden.
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Das vollsta¨ndige dreidimensionale Diffraktionsmuster wird im Anschluss aus den ein-
zelnen zweidimensionalen Diffraktionsmustern zusammengesetzt. Dazu muss jedoch zu-
na¨chst die Orientierung des Proteins zum Zeitpunkt der Bestrahlung aus dem Diffrak-
tionsmuster bestimmt werden. Erste Untersuchungen hierzu mittels der common line
Methode von Huldt et al. [HUL03], bei der in jedem Schritt alle Diffraktionsmuster
paarweise verglichen werden, gehen aus von einer notwendigen minimalen mittleren
Streuintensita¨t eines einzelnen Diffraktionsmusters von unter einem Photon pro Pixel
am Rand des Detektors, wo das Diffraktionsmuster typischerweise am schwa¨chsten ist.
Obwohl sich diese Schwelle mit dieser Methode in spa¨teren numerischen Studien als zu
optimistisch erwies [SHN08], konnte die Intensita¨tsschwelle dennoch im folgenden durch
die Anwendung des generative topographic mapping Algorithmus (GTM) [SVE98, BIS98]
deutlich gesenkt werden, da es hier mo¨glich ist, in jedem Schritt die Korrelationen in dem
gesamten gestreuten Photonenensemble auszunutzen. So berichten Fung et al. von der
erfolgreichen Orientierungsklassifikation simulierter Diffraktionsmuster eines chignolin-
Moleku¨ls mit einem Mittel von nur 4 × 10−2 Photonen pro Pixel am Detektorrand
[FUN08]. Allerdings erweisen sich die notwendigen numerischen Ressourcen9 als sehr
groß, und es wurde daher nicht der vollsta¨ndige Orientierungraum abgedeckt, sondern
sich auf ein 30◦× 30◦× 30◦ Ausschnitt desselben (als Oberfla¨che der Vier-Spha¨re darge-
stellt) beschra¨nkt. Einen weiteren Fortschritt stellt der ku¨rzlich vorgestellte expansion,
maximization and compression-Algorithmus (EMC) dar [LOH09], welcher bei a¨hnlicher
Ma¨chtigkeit ein gu¨nstigeres Skalierungsverhalten des numerischen Aufwands als der
GTM besitzt.
Trotz dieser vielversprechenden Ergebnisse sollte darauf hingewiesen werden, dass in
diesen Arbeiten mit idealisierten Daten operiert wird. Insbesondere strukturelle Scha¨den,
wie sie unweigerlich auftreten werden, ko¨nnen eine Klassifizierung schwacher Diffrak-
tionsmuster noch erheblich erschweren. Andererseits wurde die Mo¨glichkeit die Kom-
plexita¨t des Klassifizierungsproblems durch den Einsatz von alignment-lasern [STA03,
SPE05] zu reduzieren noch nicht ausreichend in Betracht gezogen.
Als erster Schritt in die Richtung der Klassifikation realistischer Diffraktionsmuster
konnte ku¨rzlich mittels eines adaptierten EMC-Algorithmus, eine Orientierungsklassifi-
kation experimenteller Diffraktionsmuster großer Eisenoxid-Partikel, wohlgemerkt nicht
mit atomarer Auflo¨sung, erfolgreich durchgefu¨hrt werden [LOH10].
9Zur Verfu¨gung standen lediglich “desktop capabilities”.
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2.2. Photoionisation und induzierte Dynamik
Die hohe Photonenenergie von Ro¨ntgenstrahlung bedeutet, dass eine Absorption u¨ber-
wiegend durch innere Schalen von Atomen stattfindet. Durch die Abha¨ngigkeit von der
elektronischen Innerschalenstruktur folgt, dass auch in einem ausgedehnten System die
Absorption von Ro¨ntgenstrahlung elementspezifisch erfolgt. Dies gilt auch fu¨r die in-
neratomaren Relaxationsprozesse, wie Auger- und radiativer Zerfall, durch welche das
erzeugte Innerschalenloch wieder gefu¨llt wird.
Andererseits wird in einem endlichen System durch die typischerweise hohe Energie
von Photo- und Augerelektronen eine Vielzahl sekunda¨rer Ionisationsprozesse ausgelo¨st.
Dies kann direkt, durch Stoßionisation, aber auch durch starke interne Felder, welche
durch die Aufladung des Systems entstehen, erfolgen. Diese Felder fu¨hren auch zu einer
Dynamik der Clusteratome. Im Sinne des coherent diffractive imaging konstituieren diese
Prozesse Strahlenscha¨den.
Wir beschreiben in Abschn. 2.2.1 die grundlegenden Prozesse der Wechselwirkung von
intensiver Ro¨ntgenstrahlung im Atom und in einem Cluster. In Abschn. 2.2.2 fu¨gen wir
diese einzelnen Prozesse zu einem allgemeinen Szenario der laserinduzierten Dynamik in
einem endlichen System zusammen.
2.2.1. Strahlenscha¨den
Atomare Prozesse
Die Kopplung von Ro¨ntgenstrahlung an Materie geschieht u¨berwiegend u¨ber Photoab-
sorption von Innerschalen-Elektronen. Mit Wellenla¨ngen im A˚ngstro¨mbereich, wie sie
XFELs produzieren werden, ist die Photonenenergie viel gro¨ßer als die Bindungsenergie
der K-Schale leichter Atomen, so dass dort der Hauptabsorptionsprozess die Photoioni-
sation der K-Schale ist. Hierbei absorbiert ein K-Schalenelektron die gesamte Photonen-
energie und wird mit einer hohen atomaren U¨berschussenergie im Kiloelektronenvoltbe-
reich emittiert (siehe Abb. 2.5 (a)) [SAN09].
Das zuru¨ckbleibende angeregte Ion, mit einem Loch in der K-Schale, befindet sich in
einem instabilen Zustand. Bei leichten Elementen wird das K-Schalenloch in der Regel
durch einen Auger-Prozess gefu¨llt werden, bei dem ein Elektron aus der L-Schale rela-
xiert und die hierbei frei werdende Energie von einem weiteren Elektron aus der L-Schale
fortgetragen wird (siehe Abb. 2.5 (b)). Die Zerfallszeit dieser Prozesse liegt dabei im Fem-
tosekundenbereich [KRA79]. Mit diesem Augerprozess erho¨ht sich der Ladungszustand
nach der Absorption eines Photons in der K-Schale somit auf zwei. Radiative U¨berga¨nge
sind bei leichten Elementen sehr viel langsamer und deshalb nur von untergeordneter
Bedeutung.
Bei hochintensiven Ro¨ntgenpulsen, wie sie fu¨r Diffraktionsexperimente notwendig sind,
kommt es zu nicht-linearen Photoabsorptionsprozessen. Bei Ro¨ntgenstrahlung bedeu-
tet dies die sequentielle Absorption jeweils eines Photons durch jeweils ein Elektron
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Photo-Ionisation Auger-Zerfall
Abbildung 2.5.: Schematische Darstellung der inneratomaren Strahlungsscha¨den: (a) Pho-
toionisation der K-Schale, (b) Sekunda¨re Autoionisation durch Auger-Zerfall des K-
Schalenlochs.
[ROH07]. Hierbei spielt die Pulsdauer eine wichtige Rolle. Ist diese deutlich la¨nger als
die typische Auger-Zerfallszeit, so wird durch das Wiederauffu¨llen des K-Schalenloches
noch wa¨hrend des Pulses eine weitere Photoionisation begu¨nstigt. Wir nennen dies auger-
assistierte Photoabsorption.
Da wir in Kap. 3 speziell Neoncluster betrachten werden, wollen wir an dieser Stel-
le die hierfu¨r relevanten Energien und Zeitskalen angeben. Die K-Schale von Neon ist
mit 870eV gebunden. Bei einer Photonenenergie von Eph = 12keV wie sie am XFEL
fu¨r Diffraktionsexperimente mit atomarer Auflo¨sung verwendet werden wird, erhalten
Photoelektronen somit asymptotisch eine kinetische Energie von u¨ber 11keV. Auger-
Elektronen, die mit einer Zerfallszeit von τ ≈ 2.4fs emittiert werden [KOC95], besitzen
eine deutlich geringere, aber noch immer hohe kinetische Energie von ungefa¨hr 800eV.
Der totale Photoionisationsquerschnitt fu¨r 12keV-Photonen betra¨gt fu¨r die K-Schale
von Neon 2.21 × 10−4Mb [VER93]. Damit wird ersichtlich, dass bei einer Photonenflu-
enz im Bereich von 1012/(100nm)2, wie sie fu¨r ein ausreichend starkes Diffraktionssi-
gnal beno¨tigt wird, ein Atom im Mittel mehr als einen direkten Photoionisationsprozess
erfa¨hrt.
Bei einer weiteren Erho¨hung der Photonenfluenz jenseits von 1012/(100nm)2 wird in
Neon die mehrfache Ionisation der K-Schale zum Regelfall. Bei ausreichender Pulsdau-
er kann durch sequentielle Photoionisation und inneratomare Relaxation ein Neonatom
vollsta¨ndig ionisiert werden. Dies kann alternativ auch durch eine Absenkung der Photo-
nenenergie erreicht werden, da hierdurch der Photoionisationsquerschnitt stark ansteigt
[SAN09]. Bei einer Photonenenergie von zwei Kiloelektronenvolt, wie sie am LCLS der-
zeit zur Verfu¨gung steht, betra¨gt der totale Photoionisationsquerschnitt der K-Schale
fast 4 × 10−2Mb und die Absorption ist stark durch auger-assistierte Photoabsorption
gepra¨gt.
Ionisation und Dynamik in einem Cluster
Die durch Photoabsorption in einem endlichen System induzierte Dynamik ist entschei-
dend durch den Aufladungsgrad des Gesamtsystems gepra¨gt. In dem ersten Modell der
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Wechselwirkung mit einem intensiven XFEL-Puls von Neutze et al. [NEU00] wurde
angenommen, dass alle Photo- und Augerelektronen das System, in diesem Fall ein Pro-
tein, instantan verlassen. Hierdurch kommt es zu einem rasanten Aufbau einer hohen
Ladungsdichte, vergleichbar mit der atomaren Dichte des Systems. Dies initiiert eine
Coulomb-Explosion des Proteins, die auf einer Femtosekundenzeitskala abla¨uft.
Ein wesentlicher Aspekt, der in [NEU00] nicht beru¨cksichtigt wurde, und erst in
spa¨teren Modellen Beachtung fand [HAU04, JUR04], ist, dass das gleiche starke Feld,
das die Coulomb-Explosion vorantreibt, ein Entfliehen der Photo- und Augerelektro-
nen trotz ihrer hohen kinetischen Energien verhindern kann. U¨blicherweise spricht man
bei solchen Elektronen, die durch Ionisation aus ihrem Mutteratom herausgelo¨st wurden
aber dennoch im Feld des Gesamtsystems gebunden bleiben, von quasifreien Elektronen,
um sie von den noch atomar gebundenen Elektronen, sowie von Elektronen die bezu¨glich
des Gesamtsystems frei sind, zu unterscheiden.
Eine einfache Abscha¨tzung dafu¨r, ob es zu einem Einfang von Elektronen kommt,
erha¨lt man, indem man die gesamte positive Ladung Q des Systems als homogen u¨ber
eine Kugel mit Radius des Systems R verteilt annimmt. Ein solches Jellium-Potential,
von welchem wir in Kapitel 4 in einem vereinfachten Modell der laserinduzierten Dyna-
mik erneut Gebrauch machen werden, hat die Form
VC(r) =
{ −3
2
Q
R
+ Q
2R3
r2 , r ≤ R
−Q
r
, r > R
, (2.14)
und ist in Abb. 2.6 als Beispiel fu¨r einen Ne1500-Cluster, mit verschiedenen Werten fu¨r
die Gesamtladung Q des Clusters, dargestellt. Insbesondere ist die Potentialtiefe im
Zentrum durch VC(0) = −3Q/2R und am Rand durch VC(R) = −Q/R gegeben.
Ein Photo- oder Augerelektron, das in einem Atom an der Oberfla¨che des Systems
entsteht, wird das System daher verlassen ko¨nnen und zur Aufladung des Gesamtsystems
beitragen, wenn seine kinetische Energie Q/R nicht unterschreitet. Ein Elektron, das
im Zentrum erzeugt wird, wird bereits bei einer geringeren Ladung entsprechend des
tieferen Potentials im Zentrum nicht mehr entweichen ko¨nnen. Diese Relationen sind fu¨r
den Spezialfall von Neonclustern und 12keV-Ro¨ntgenstrahlung in Abb. 2.7 dargestellt.
Der blau schattierte Bereich beschreibt den Einfang von Augerelektronen mit einer
Energie von 800eV und der gru¨n schattierte Bereich den Einfang von Photoelektro-
nen mit 11.13keV durch das Clusterpotential in Abha¨ngigkeit vom Clusterradius und
der Ladung pro Atom q. Im dunkel schattierten Bereich findet jeweils ein Einfang von
Elektronen nur mit Ursprung im a¨usseren Bereich des Clusters statt, wa¨hrend im hell
schattierten Bereich jeweils alle Elektronen eingefangen werden.
Fu¨r einen Ne1500-Cluster, wie wir ihn in im Abschn. 3.1 betrachten werden, und
der einen Radius von R ≈ 20A˚ besitzt, ko¨nnen wir in Abb. 2.7 ablesen, dass er be-
reits einen vollsta¨ndigen Einfang von Augerelektronen aufweist, wenn jedes Atom ein
Ro¨ntgenphoton absorbiert hat und die Ladungsdichte des Clusters somit im Bereich der
atomaren Dichte liegt.
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Abbildung 2.6.: Clusterpotential eines Ne1500-Clusters fu¨r verschiedene Ladungswerte des
Clusters. Ein Einfang von Photo- oder Augerelektronen erfolgt, wenn die Potentialtiefe die
Energie des Elektrons u¨bertrifft.
Der Einfang von Photoelektronen setzt hier aufgrund ihrer deutlich ho¨heren Energie
erst fu¨r Cluster mit gro¨ßeren Radien (bei gleicher Ladungsdichte) ein. Selbst ein Cluster
mit Radius R ≈ 60A˚ kann bei einer relativen Ladung von q = 1 nur im Zentrum
erzeugte Photoelektronen einfangen, wa¨hrend am Rand erzeugte Photoelektronen den
Cluster nach wie vor direkt verlassen ko¨nnen.
Durch den Einfang von Photo- und Augerelektronen wird die Aufladung des Clusters
begrenzt und die Coulomb-Explosion der Ionen fa¨llt weniger intensiv aus, als von Neutze
et al. [NEU00] vorhergesagt. Diese Begrenzung der Clusterladung gewinnt allerdings erst
bei einer hohen Ladungsdichte oder bei großen Clusterradien an Bedeutung. In einem
Neoncluster muss das Clusterpotential am Rand bereits 800eV tief sein um den Einfang
von Augerelektronen zu erreichen. Bleiben wir bei dem Beispiel eines Ne1500-Clusters,
so ko¨nnen wir mit Hilfe des Modellpotentials (2.14) die elektrische Feldsta¨rke F zum
Zeitpunkt des Einsetzens von Augerelektroneneinfang am Clusterrand zu F = Q/R2 ≈
1au abscha¨tzen.
Diese Feldsta¨rke ist ausreichend hoch, um eine mehrfache Ionisation von Oberfla¨chen-
atomen zu bewirken. Diese Tatsache ist bislang in der Literatur der Wechselwirkung mit
intensiver XFEL-Strahlung bis vor kurzem [GNO09, NAK09] noch nicht beru¨cksichtigt
worden.
Wir ko¨nnen die kritische Feldsta¨rke, die zur Ionisaton durch ein (quasi-)statisches
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Abbildung 2.7.: Kombinationen von Ladung pro Atom und Clusterradius fu¨r Neoncluster,
die zum Einfang von 12keV Ro¨ntgenphotonen (gru¨ne Fla¨che und daru¨ber) und 800eV Auger-
elektronen (blaue Fla¨che und daru¨ber) fu¨hren. Die dunkler schattierten Bereiche kennzeichnen
die unterschiedlichen Fluchtgeschwindigkeiten vom Zentrum des Clusters (unterer Rand des
dunkel schattierten Bereichs) und von der Clusteroberfla¨che (oberer Rand des dunkel schat-
tierten Bereichs). Die roten Kurven kennzeichnen das Eintreten von Feldionisation an der
Clusteroberfla¨che nach Gl. (2.17). Die unterste rote Kurve bezieht sich auf das erste Ioni-
sationspotential neutralen Neons. In aufsteigender Reihenfolge sind auch die Kurven fu¨r die
nachfolgenden fu¨nf Ionisationspotentiale aufgetragen.
elektrisches Feld fu¨hrt, abscha¨tzen, indem wir ein (eindimensionales) Coulombpotential
einer Atomrumpfladung Z, das durch ein konstantes statisches Feld mit der Feldsta¨rke
F deformiert ist, betrachten:
V (x) = − Z|x| − Fx. (2.15)
Ein solches Potential ist schematisch in Abb. 2.8 dargestellt. Es hat ein Maximum bei
xmax = (Z/F )
1/2 mit der Ho¨he V (xmax) = −2(ZF )1/2. Ein Elektron, welches zuvor mit
der Bindungsenergie −Ip gebunden war, wird bei plo¨tzlichem Einschalten des statischen
Feldes klassisch den Atomkern verlassen, wenn das Maximum des deformierten Potentials
tiefer als die Bindungsenergie ist. Wir erhalten als Kriterium fu¨r die kritische Feldsta¨rke
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Fcrit. somit den Ausdruck
Fcrit. =
I2p
4Z
, (2.16)
welcher auch als Bethe-Formel bekannt ist [BET75].
Anhand dieser Formel, sowie des Modellpotentials (2.14), ko¨nnen wir a¨hnlich der obi-
gen Abscha¨tzung des Einsetzens von Elektroneneinfang fu¨r gegebene Ionisationspoten-
tiale Ip die Kombination von Ladung und Radius bestimmen, bei der eine Feldionisation
durch das kollektive Feld des positiv geladenen Clusters an der Oberfla¨che einsetzt. Bei
gegebener atomarer Dichte ρ0 betra¨gt die kritische Ladung pro Atom:
qcrit. =
3I2p
16piRρ0Z
. (2.17)
In Abb. 2.7 ist das Einsetzen von Feldionisation an der Oberfla¨che nach diesem Krite-
rium fu¨r die ersten sechs Ionisationspotentiale von Neon durch die roten Linien markiert.
Man erkennt, dass gerade bei kleinen Clustern eine mehrfache Feldionisation bereits bei
sehr geringen Ladungsdichten auftritt, lange bevor Auger- oder Photoelektronen einge-
fangen werden.
Da die Ladung eines Clusters im Verlauf eines Pulses eine monoton wachsende Funk-
tion darstellt, kann man hieraus auch schließen, dass Feldionisation fru¨her wa¨hrend der
Bestrahlung auftritt als der Einfang schneller Elektronen.
Abbildung 2.8.: Skizze eines atomaren Bindungspotentials −Z/ |x|, das durch ein (quasi-)
statisches Feld des Clusters der Sta¨rke F fu¨r ein gebundenes Elektron mit Ionisationspotential
Ip u¨berkritisch deformiert wird und zur Feldionisation des Atoms fu¨hrt.
Nicht nur das globale Feld kann zur Ionisation von Atomen im Cluster fu¨hren. Auch
lokale Fluktuationen des Feldes ko¨nnen hierzu beitragen. Diese Felder ko¨nnen von stark
geladenen Nachbaratomen oder durch Sto¨ße mit Elektronen, die im Clusterpotential ge-
fangen sind, herru¨hren. Besonders falls ein Einfang von Auger- oder Photoelektronen
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bereits stattgefunden hat, ko¨nnen diese eine Kaskade von sekunda¨ren Ionisationsereig-
nissen durch Stoßionisation initialisieren und zur Formation des Nanoplasmas beitragen
[ZIA01, HAU04, JUR04] .
In jedem Fall kommt es durch Feldionisation, Einfang von Photo- und Augerelektronen
und Stoßionisation zur Bildung eines Nanoplasmas in dem System, dessen Bedeutung
fu¨r die Dynamik wir im na¨chsten Abschnitt ero¨rtern werden. Im Gegensatz zur Wechsel-
wirkung mit infraroter oder ultravioletter Laserstrahlung kommt es im Ro¨ntgenbereich
aufgrund der kurzen Wellenla¨nge zu keiner direkten Aufheizung des Plasmas durch das
Laserfeld [SAA02]. Der Energiegehalt des Plasmas wird stattdessen durch den Verlust
von Elektronen durch thermische Emission oder den Zuwachs mit Elektronen durch
weitere Ionisation bestimmt.
2.2.2. Allgemeines Szenario der laserinduzierten Dynamik
Nachdem wir im vorangehenden Abschnitt die elementaren Prozesse, die in einem XFEL-
bestrahlten endlichen System stattfinden, vorgestellt haben, ko¨nnen wir diese nun zu
einem allgemeinen Szenario der laserinduzierten Dynamik zusammenfu¨gen. Hierbei ge-
hen wir davon aus, dass die Photonenenergie die Bindungsenergie der K-Schale weit
u¨bersteigt, wir es also mit leichten Elementen zu tun haben. Die Evolution des Systems
erfolgt in drei Schritten, deren Abfolge schematisch in Abb. 2.9 dargestellt ist.
Abbildung 2.9.: Allgemeines Szenario der laserinduzierten Clusterdynamik in drei Schritten:
(i) Anregung durch Photoabsorption, (ii) Relaxation, (iii) Expansion.
(i) Anregung durch Photoabsorption
Das Laserfeld koppelt besonders stark an die tief gebundenen Elektronen der K-Schale,
so dass die Energieabsorption des Systems prima¨r durch Photoionisation der K-Schale
erfolgt. Aufgrund der hohen Pulsintensita¨t ist jedes Atom individuell an der Photo-
absorption beteiligt. Die hohe Photonenenergie des Ro¨ntgenlasers bedeutet eine hohe
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atomare U¨berschussenergie der Photoelektronen, so dass sie das System direkt verlassen
ko¨nnen. Hierdurch baut sich in dem System eine hohe Ladungsdichte auf.
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(ii) Relaxation
Auf die prima¨re Ionisation der Atome durch Photoabsorption folgt eine Welle an se-
kunda¨ren Ionisationsprozessen, die vor allem auf zwei Arten erfolgen: Augerzerfall und
Feldionisation. Beide Prozesse resultieren daraus, dass die initiale Photoionisation ein
auf zweierlei Weise hoch angeregtes System hinterla¨sst, zum einen lokal die angereg-
ten Atome mit jeweils einem Loch in der K-Schale, und zum anderen global durch die
homogene Ladungsverteilung.
In beiden Fa¨llen kommt es zu einer Relaxation. Die lokale Relaxation durch Augerz-
erfall geschieht unter der Beteiligung von nur zwei Elektronen, von denen eins Energie
verliert und das andere Energie gewinnt. Aufgrund der Quantisierung der Innerscha-
lenzusta¨nde ist der Energiegewinn des emittierten Elektrons sehr groß, und es kann
gegebenenfalls ebenfalls das System verlassen und zur globalen Aufladung beitragen.
Die Relaxation der globalen Anregung erfolgt durch Feldionisation, speziell der Ober-
fla¨chenatome. Es folgt eine Ladungsmigration der freigewordenen Ladungstra¨ger in das
Zentrum des Clusters, wo sich ein Nanoplasma bildet und dort die positive Ionenladung
neutralisiert. Als kontinuierlicher Prozess unter der Beteiligung vieler Elektronen, erfolgt
hier die Relaxation als Equilibrierung und die Anregungsenergie wird in die Temperatur
des Plasmas umgewandelt. Obwohl, wie wir in Kapitel 4.2 ausfu¨hrlich darstellen werden,
auch ein Nanoplasma schnelle Elektronen emittieren kann, so geschieht dies aufgrund der
hohen Ladung nur vereinzelt und die Mehrzahl der Plasmaelektronen bleibt im System
gebunden.
(iii) Expansion
Als Folge der Ladungsmigration konzentriert sich die gesamte positive Ladung des Sys-
tems in einer a¨ußeren Schale, die den ladungsneutralen Kern umgibt. Die hohe Aufladung
fu¨hrt zu einer Coulomb-Explosion der Schale, deren atomare Struktur sich hierdurch
noch wa¨hrend des Pulses vollsta¨ndig auflo¨st. Der ladungsneutrale Kern, hingegen, in
dem die Ionen durch die Plasmaelektronen voneinander abgeschirmt werden, beha¨lt sei-
ne atomare Struktur wa¨hrend des Pulses bei, ehe eine hydrodynamische Expansion auch
hier zur Auflo¨sung der Struktur fu¨hrt.
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2.3. Mikroskopisches Modell der Clusterdynamik
Wir stellen in diesem Kapitel unser mikroskopisches Modell der XFEL-induzierten Clus-
terdynamik vor. Wir werden damit im na¨chsten Kapitel speziell Neoncluster betrachten.
Das Modell la¨sst sich durch eine entsprechende Anpassung der Parameter jedoch prin-
zipiell auch auf andere atomare Spezies anwenden.
Wir beschreiben die Clusterdynamik durch ein hybrides quanten-klassisches Modell
a¨hnlich zu [SAA02]. Dieses findet auf zwei Beschreibungsebenen, eine quantenmecha-
nisch und eine klassisch, statt. Die Energieabsorption des Clusters erfolgt durch atoma-
re single photon-Ionisation, vor allem der K-Schale. Dies wird durch eine Monte-Carlo
Simulation mit atomaren Raten beschrieben, ebenso wie die inner-atomare Relaxati-
on, die durch Augerzerfall oder radiativ erfolgen kann. Dies ist die quantenmechanische
Beschreibungsebene. Durch diese Prozesse wird eine Dynamik geladener Teilchen, der
energetischen Photo- und Augerelektronen und der Clusterionen, in Gang gesetzt, die wir
durch eine klassische Molekulardynamik-Simulation beschreiben. Dies ist die klassische
Beschreibungsebene.
Einen Schnittpunkt zwischen diesen beiden Beschreibungsebenen bilden die Valenz-
elektronen. Diese sind sowohl quantenmechanisch an Augerprozessen und Photoionisati-
on beteiligt, ko¨nnen jedoch in unserem Modell, wie wir unten beschreiben werden, auch
klassisch im kollektiven Feld der anderen geladenen Teilchen durch Feldionisation aus
ihrem “Mutterion” herausgelo¨st werden.
Eine U¨bersicht u¨ber die wechselseitige Beziehung der zwei Beschreibungsebenen gibt
Abb. 2.10. Dort wird deutlich, dass jede der beiden Ebenen auf die jeweils andere Ebene
einwirkt, woraus eine komplexe Vielteilchendynamik hervorgeht.
Die Dynamik der Ionen und bestimmter Elektronen wird durch Propagation der klassi-
schen Bewegungsgleichungen in einer Molekulardynamik-Simulation (MD) mit einem ve-
locity Verlet-Algorithmus beschrieben [ERC97]. Als Wechselwirkungspotential zwischen
zwei geladenen Teilchen mit Ladungen q1 und q2 bei r1, bzw. r2 verwenden wir ein, fu¨r
kleine Distanzen linear aufgeweichtes, Coulombpotential der Form:
Vs(r12) =
{
2 q1q2
rs
− q1q2
r2s
r12 , r12 < rs
q1q2
r12
, r12 ≥ rs , (2.18)
mit r12 = |r1 − r2| und dem Aufweichradius rs. Durch die Aufweichung wird die Cou-
lomb-Singularita¨t bei r12 → 0 vermieden, die nicht nur die Propagation destabilisieren,
sondern, im Falle einer attraktiven Wechselwirkung zweier Teilchen, auch ein unbe-
grenztes Energiereservoir fu¨r das Komplementa¨rsystem darstellen kann, ein Artefakt
der klassischen Beschreibungsmethode. Durch den Aufweichradius wird die quanteme-
chanisch bedingte endliche Bindungsenergie zweier Teilchen gegenteiligen Vorzeichens
explizit auf 2q1q2/rs beschra¨nkt. Der Vorfaktor des linearen Terms ist so gewa¨hlt, dass
die resultierende Kraft an der Schnittfla¨che der Gu¨ltigkeitsbereiche keinen Sprung macht.
Die spezielle Form (2.18) des Potentials wurde gewa¨hlt um ein reines Coulomb-Potential
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Abbildung 2.10.: U¨bersicht der elementaren Prozesse im Cluster, ihre wechselseitige Beein-
flussung und ihre Modellierungsgrundlage.
ausserhalb von r12 > rs zu erhalten. Dies hat die physikalische Motivation, die interio-
nischen Potentialbarrieren nicht durch einen ausgedehnten Aufweichbereich, wie er sich
beispielsweise bei dem ha¨ufig verwendeten Potential V˜s(r12) = (q1q2)/(r
2
12 + (rs/2)
2)1/2
[LAS99, JUR04] ergibt, anzuheben, wodurch Feldionisationsprozesse beeinflusst werden
ko¨nnen. Es hat sich allerdings gezeigt, dass mit dem verwendeten Aufweichparameter
von rs = 1.8au die Form des Aufweichpotentials keinen nennenswerten Einfluss auf die
laserinduzierte Dynamik hat.
Die Anzahl der Teilchen, die in der MD-Simulation propagiert werden, ist im Verlauf
der Dynamik u.a. durch inner-atomare Prozesse, speziell Photoionisation und Augerzer-
fall, A¨nderungen unterworfen. Diese beiden Prozesse werden durch quantenmechanische
Raten in einer Monte-Carlo Simulation modelliert. Hierzu wird fu¨r jedes Neonatom die
Besetzung (n1s, n2s, n2p) seiner (partiellen) Schalen 1s, 2s und 2p mit gebundenen Elek-
tronen, die zu Beginn die Werte (2, 2, 6) annehmen, gespeichert und in jedem Zeitschritt
aus den Photoionisationsquerschnitten, der Pulsintensita¨t und den partiellen Zerfallsra-
ten von K-Schalenlo¨chern die Wahrscheinlichkeit fu¨r das Eintreten eines solchen Prozess
berechnet. Fu¨r jeden dieser Prozesse wird anschließend eine gleichverteilte Zufallszahl
im Einheitsintervall gezogen. Ist diese geringer als die berechnete Wahrscheinlichkeit, so
wird der Prozess ausgefu¨hrt.
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Fu¨r den XFEL-Puls wird eine Pulsamplitude der Form
A(t) =
√
Ipeak cos
2
(
c
t
T
)
, mit |t| ≤ (piT ) / (2c) (2.19)
verwendet, wobei c = 2 arccos
(
2−1/4
) ≈ 1.144 betra¨gt, so dass T der vollen Breite bei
halbem Maximum (FWHM) Ipeak der Intensita¨t I(t) = A
2(t) entspricht.
Da durch die hohe Intensita¨t des Laserpulses mehrfache Photoionisationsprozesse pro
Atom mo¨glich sind, haben wir die Photoionisationsquerschnitte aus [VER93] fu¨r atoma-
res Neon, die in Tab. 2.1 aufgelistet sind, durch einfache relative Besetzungsfaktoren auf
beliebige Konfigurationen erweitert. So wird der atomare Querschnitt σx fu¨r eine voll
besetzte Schale x (mit x=1s, 2s oder 2p) proportional zu seiner aktuellen Besetzung nx
nach σx → (nx/nx,0)σx reduziert. Hierbei kennzeichnet nx,0 die Anzahl der Elektronen bei
voller Besetzung, also nx,0 = 2 fu¨r x = 1s oder 2s und nx,0 = 6 fu¨r x = 2p. Diese Modifi-
kation erfolgt individuell fu¨r die Besetzungszahlen jedes einzelnen Atoms/Ions in jedem
Zeitschritt. Fu¨r die Rechnungen in Abschnitt 3.3 bei Eph = 0.9keV, bzw. Eph = 2keV
spielt die Verschiebung der Bindungsenergie relativ zur Photonenenergie fu¨r ho¨here La-
dungszusta¨nde eine wichtige Rolle und wir haben daher fu¨r jede Besetzungskonfiguration
individuelle atomare Photoionisationquerschnitte berechnet. Die Vorgehensweise hierzu
ist in Appendix A ausgefu¨hrt.
σ1s σ2s σ2p
2.116× 10−4 8.923× 10−6 2.931× 10−7
Tabelle 2.1.: Totale Photoionisationsquerschnitte fu¨r Sub-Schalen von Neon aus [VER93] fu¨r
eine Photonenenergie von Eph = 12keV in Mb.
Eine a¨hnliche Modifikation fu¨hren wir fu¨r die Zerfallsraten [KOC95] von K-Scha-
lenlo¨chern atomaren Neons, mit einem K-Schalenloch und ansonsten in der Grund-
zustandskonfiguration, die in Tab. 2.2 angegeben sind, durch. Damit kann auch hier
jede beliebige Konfigurationen erfasst werden. Wir unterscheiden zwischen drei Auger-
Prozessen, je nach Ursprung der zwei beteiligten Elektronen als ss, sp oder pp ge-
kennzeichnet, sowie einem radiativen Prozess, bei dem ein Elektron aus 2p das K-
Schalenloch unter Emission eines Ro¨ntgenphotons auffu¨llt. Fu¨r Konfigurationen mit
einfachem K-Schalenloch faktorisieren wir die Raten fu¨r den ss oder pp Prozess nach
Γxx → (nx(nx−1))/(nx,0(nx,0−1))Γxx mit x = 2s oder 2p. Fu¨r den Prozess mit gemisch-
ter Beteilung sp reduziert sich die Rate mit Γsp → (n2sn2p)/(n2s,0n2p,0)Γsp [MCG69]
und fu¨r den radiativen U¨bergang erfolgt wieder ein einfacher Vorfaktor nach Γrad. →
(n2p/n2p,0)Γrad. [LAR71]. Ferner werden fu¨r den Fall eines Doppellochs der K-Schale
(1s = 0) alle Zerfallsraten um einen Faktor zwei vergro¨ßert: Γ→ 2Γ.
Mit Ausnahme des radiativen U¨bergangs wird in allen Photoionisationsprozessen und
Zerfallsprozessen ein Elektron in der klassischen MD initialisiert. Als Anfangsort wird
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ss sp pp rad. ges.
Γ[10−4au] 9.93 29.3 55.1 1.27 95.6
τ [fs] 24.37 8.26 4.39 190.34 2.53
Tabelle 2.2.: Partielle Auger- und radiative Zerfallsraten und korrespondierende Lebensdau-
ern, sowie ihre Gesamtwerte aus [KOC95] fu¨r Neon mit einfachem Loch in der K-Schale und
sonst im Grundzustand.
die Position seines “Mutterions” gewa¨hlt, wo seine Energie aufgrund des Aufweichpoten-
tials endlich bleibt. Um die Anfangsgeschwindigkeit zu bestimmen, wurden zuvor mit
einer Dichtefunktionaltheorie-Rechnung die internen Energien fu¨r alle dreiundsechzig
mo¨glichen Konfigurationen der 1s, 2s und 2p Schalen eines Neon Atoms/Ions berechnet
(siehe App. A). Unter Einbeziehung dieser internen Energien wird die initiale kinetische
Energie des neuen klassisch beschriebenen Elektrons so gewa¨hlt, dass die Gesamtenergie,
d.h. die Summe der Energien der klassisch beschriebenen Teilchen als auch der internen
Energien konstant bleibt, bzw. sich bei Photoabsorption um genau die Energie eines
Photons erho¨ht. Die Richtung der Anfangsgeschwindigkeit wird zufa¨llig aus einer isotro-
pen Richtungsverteilung bestimmt, und das “Mutterion” erha¨lt einen entsprechenden
Ru¨ckstoßimpuls. Betrachtet man isoliert nur das derart initialisierte Elektron und sein
“Mutterion”, so besitzt das Elektron exakt die U¨berschussenergie des zugrundeliegenden
atomaren U¨bergangs.
Comptonstreuung der Photonen kann aufgrund des geringen Querschnitts sowohl
als Ionisations- [HEN93] als auch als Heizmechanismus des Nanoplasmas [JUR04] ver-
nachla¨ssigt werden.
Eine wichtige Neuerung gegenu¨ber bisherigen Modellen der Wechselwirkung mit in-
tensiven Ro¨ntgenpulsen [NEU00, HAU04, JUR04, BER04] ist die Beru¨cksichtigung des
wichtigen Effekts der Feldionisation, welche anders als bei intensiven Laserpulsen im In-
fraroten [SAA06], wo das externe Laserfeld die Feldionisation stark beeinflusst, hier allein
durch die kumulative Ladung der anderen Teilchen erfolgt. Dies geschieht, indem fu¨r je-
des Atom/Ion stets das am schwa¨chsten gebundene der “internen” Elektronen innerhalb
der klassischen MD auf die gleiche Weise wie Photo- und Auger-Elektronen mit der
korrekten Bindungsenergie initialisiert und anschließend propagiert wird. Feldionisation
kann nun durch die einfache klassische MD-Propagation auftreten. Ein Ionsationsprozess
wird als stattgefunden betrachtet, sobald die Entfernung eines solchen gebundenen, klas-
sischen Elektrons zu seinem “Mutteratom” eine bestimmte Schwelle u¨berschreitet, die
wir mit rfi = 2.2au festgelegt haben
10 ohne durch ein anderes Elektron ersetzt zu wer-
10Innerhalb der Grenzen, dass rfi den halben mittleren na¨chste-Nachbarn-Abstand der Atome im Sys-
tem nicht u¨berschreitet und auch nicht so klein angesetzt wird, dass selbst ohne externe Felder
Feldionisations stattfindet, zeigen die Rechnungen keine sensitive Abha¨ngigkeit vom exakten Wert
von rfi.
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den. Ist dies der Fall, so wird das ehemals gebundene Elektron als frei deklariert und aus
den verbleibenden gebundenen Elektronen erneut das am schwa¨chsten gebundene klas-
sisch initialisiert. Auf diese Weise kann sukkzessive bei einem starken anliegenden Feld
eine Mehrfachionisation eines Atoms durch Feldionisation auftreten. Da die Feldionisa-
tion in unserem Modell das Gesamtfeld aller geladenen Teilchen beru¨cksichtigt, ko¨nnen
auch lokale Feldfluktuationen, z.B. durch Sto¨ße mit einzelnen Elektronen, Feldionisation
auslo¨sen. Auf diese Weise ist Stoßionisation [ISH00] im Cluster explizit enthalten.
Dieses Modell der Feldionisation erkla¨rt auch unsere Wahl des Aufweichradius rs in
(2.18), welcher klein genug sein muss, um die klassische Initialisierung eines Elektrons
mit seiner quantenmechanischen Bindungsenergie zu erlauben, andererseits auch nicht so
klein sein soll, dass bei der Initialisierung eine große kinetische Energie angesetzt werden
muss. Das gleiche Modell der Ionisation durch externe Felder wurde in [MIK08] und
[MIK09] zur Beschreibung der Dynamik von in Heliumtro¨pfchen eingebetteten Xenon-
Clustern in intensiven IR-Pulsen angewandt.
Wie dort, betrachten wir in Abschnitt 3.2 ebenfalls in Helium-Tro¨pfchen eingebet-
tete Cluster. Aufgrund des geringen Photoionisationsquerschnitts von σHe(12keV) =
1.44 × 10−7Mb von Helium in harter Ro¨ntgenstrahlung [VER93], der damit um drei
Gro¨ßenordnungen geringer als fu¨r Neon ist, wird dieser Prozess in unserem Modell ver-
nachla¨ssigt und Feldionisation verbleibt als alleiniger Ionisationsprozess der Heliumato-
me.
Die initialen Koordinaten der Neon- und Heliumatome wurden auf folgende Weise
erzeugt. Fu¨r die Neoncluster wurde fu¨r den gro¨ßten in dieser Arbeit betrachteten Neon-
cluster von einer Ikosaederstruktur [MAC61] mit 14957 Atomen ausgegangen. Diese
wurden anschließend a¨hnlich zu [SIE02] mit einem paarweisen Lennard-Jones Poten-
tial und einem Da¨mpfungsterm in eine energieminimierende Konfiguration propagiert.
Der Gleichgewichtsabstand von 21/6×5.266au des Wechselwirkungspotentials wurde da-
bei [CUC93] entnommen. Die Koordinaten der kleineren NeN -Cluster wurden aus der
berechneten Struktur erstellt, indem jeweils die Koordinaten der innersten N Atome
verwendet wurden. Diese Vorgehensweise hat den Zweck, eine Vergleichbarkeit der be-
rechneten Diffraktionsmuster u¨ber mehrere Gro¨ßenordnungen von N zu gewa¨hrleisten.
Ferner wurden fu¨r jede Realisierung einer Simulation die Koordinaten jedes Atoms
um bis zu 0.5au isotrop verru¨ckt um Punkte u¨berma¨ßiger konstruktiver Interferenz im
Diffraktionsmuster durch Symmetrien zu vermeiden. Die Heliumatome wurden fu¨r jede
Realisierung zufa¨llig mit homogener Verteilung und der Dichte von flu¨ssigem Helium
von 0.02185A˚
−3
[BAR06] in einer Schale um den Neoncluster verteilt. Hierbei wurde
darauf geachtet, dass fu¨r den minimalen Abstand zwischen Neon- und Heliumatomen
ein Wert von 5au, etwas weniger als der Gleichgewichtsabstand von 5.7au [CLE01],
nicht unterschritten wurde, um keine verfru¨hte, artifizielle Feldionisation der innersten
Heliumatome zu verursachen.
Fu¨r gro¨ßere Systeme mit N & 104 klassisch zu propagierenden Teilchen haben wir
Gebrauch von einer Implementation [DAC] der fast multipole method (FMM) [GRE87]
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gemacht, die uns von Ivo Kabadshow und Holger Dachsel vom Forschungszentrum Ju¨lich
freundlicherweise zur Verfu¨gung gestellt wurde, und fu¨r die eine Skalierung des numeri-
schen Aufwands mit der Teilchenzahl von O(N logN) statt O(N2) wie bei der direkten
Summation bei der Kraftberechnung erreicht wird.
Berechnung des Diffraktionsmusters
In den Abschnitten 3.1 und 3.2 werden simulierte Diffraktionsmuster analysiert. Hierzu
wird zuerst die CDI-Geometrie festgelegt (siehe hierzu Abb. 2.1). Es soll eine atomare
Auflo¨sung erzielt werden. Daher setzen wir den maximalen Streuwinkel, der vollsta¨ndig
durch den Detektor abgedeckt werden soll, auf 2θmax = 45
◦ fest. Dies garantiert bei einer
Wellenla¨nge λ = 1A˚ eine erzielbare Auflo¨sung von rres = λ/(2 sin θmax) ≈ 1.3A˚ und legt
das Verha¨ltnis der Kantenla¨nge des Detektors L zum Abstand des Detektors von der
Wechselwirkungszone d auf
L ≥ 2d (2.20)
fest. Andererseits soll das Diffraktionsmuster durch Phasenrekonstruktionsalgorithmen
invertiertbar sein, welches mit einem oversampling-Verha¨ltnis von σ = 4 gewa¨hrleistet
ist. Das entspricht fu¨r zweidimensionales CDI einem minimalen Impulsu¨bertrag von
qmin = pi/2R , welches ein Verha¨ltnis der Kantenla¨nge der Pixel zum Detektorabstand
von
a
d
= tan
(
2 arcsin
(qmin
2k
))
(2.21)
verlangt, und daher von der Gro¨ße des Clusters abha¨ngt. Gln. (2.20) und (2.21) legen die
von uns verwendete minimale Anzahl der Pixel pro Detektorzeile mit 2Np + 1 = d2d/ae
fest. Die Gesamtanzahl der Detektorpixel wa¨chst damit ungefa¨hr mit R2. Damit sind
die Stu¨tzstellen des Diffraktionsmusters im Fourierraum sowie die Raumwinkel der Pixel
festgelegt, und das Diffraktionsmuster kann nach Gl. (2.3) berechnet werden.
Hierzu wird die Ionen- und Elektronendynamik bis zum Ende des Pulses berechnet.
Dabei werden u¨ber den gesamten Pulsverlauf hinweg einhundert zeitlich a¨quidistante
“Schnappschu¨sse” der ra¨umlichen und der internen atomaren Konfigurationen (Koordi-
naten und Besetzungen der partiellen Schalen) gemacht. Aus den Besetzungen wird fu¨r
jedes Atom ein zeitabha¨ngiger Formfaktor berechnet. Hierzu wird der Formfaktor neu-
tralen Neons, den wir aus einer ra¨umlichen Darstellung der Elektronendichte aus einer
DFT-Rechnung fu¨r die spezielle Detektorgeometrie auswerten, mit einem Besetzungs-
faktor n/n0 modifiziert, wobei n der Anzahl der gebundenen Elektronen und n0 = 10
fu¨r Neon entspricht.
Damit kann eine Diskretisierung des Integrals in Gl. (2.3) ausgewertet werden, wobei
wir fu¨r jedes Pixel eine kontinuierliche Intensita¨t aufzeichnen, ohne Ru¨cksicht auf die
Quantisierung der Photonen Ru¨cksicht zu nehmen. Ebenso wird der Einfluss der quasi-
freien Elektronen und des ggf. vorhandenen Heliums auf das Diffraktionsmuster nicht
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beru¨cksichtigt. Dies ist darin begru¨ndet, dass dies in einem realistischen Szenario, bei
dem das zu invertierende Diffraktionsmuster aus einer Mittelung einzelner Realisierungen
stammt, aufgrund fehlender reproduzierbarer ra¨umlicher Korrelationen dieser Streuzen-
tren lediglich einen geringen diffusen Beitrag zum Hintergrund geben wu¨rde11 [HAU07],
anders als die induzierten Strahlenscha¨den an den Clusteratomen, deren Einfluss wir
hier betrachten.
11Dieser Beitrag kann die Orientierungsklassifikation, insbesondere bei Verwendung eines tamper-layers,
erschweren, und sollte in jenem Kontext auch mit einbezogen werden.
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3. Dynamik von Clustern in
XFEL-Pulsen
3.1. Feldionisation, Ladungsmigration und Diffraktion
In diesem Abschnitt wollen wir unser Modell anwenden und das allgemeine Szenario der
durch einen intensiven XFEL-Laserpuls induzierten Dynamik, welches in Abschnitt 2.2.2
bereits kurz beschrieben wurde, nun im Detail nachvollziehen und seine Rolle fu¨r das
coherent diffractive imaging mit XFEL-Pulsen untersuchen. Hierbei sollen die allgemei-
nen Schadensmechanismen, welche das CDI prinzipiell beschra¨nken, analysiert werden,
um darauf aufbauend Strategien zu entwickeln diese Scha¨den zu begrenzen.
Ultimativ besteht der Wunsch biologische Materie, beispielsweise einzelne Proteine,
mit XFEL-Pulsen durch CDI abzubilden [NEU04, MIA01]. Als vorla¨ufiges Untersu-
chungsobjekt in den ersten Betriebsphasen der XFELs bieten sich jedoch Edelgascluster
an. Sie sind in großer Menge und variabler Gro¨ße leicht herzustellen [HAB95] und haben
bereits eine reichhaltige Vergangenheit bei der Erforschung der Wechselwirkung endlicher
Systeme mit intensiven Laserpulsen bei la¨ngeren Wellenla¨ngen [KRA02, SAA06, FEN10].
Wir betrachten speziell Neoncluster, da von den Edelgasen die elektronische Struktur
von Neon der von Kohlenstoff, dem wichtigsten Bestandteil biologischer Materie, am
a¨hnlichsten ist.
Da bisherige Modelle der laserinduzierten Dynamik in XFEL-Pulsen Feldionisations-
effekte nicht beru¨chsitigen [NEU00, HAU04, JUR04], wollen wir zuna¨chst anhand einer
Vergleichsrechnung mit und ohne Feldionisationseffekt in Abschnitt 3.1.1 die wichtige
Rolle der internen Felder und der dadurch einsetzenden Feldionisation und Ladungsmi-
gration herausstellen. Sie fu¨hrt insbesondere auf eine Separation der Ionendynamik im
Clusterkern und in der a¨ußeren Schale des Clusters. Wa¨hrend sich im Kern ein neutrales
Nanoplasma bildet und die Ionenladungen voneinander abgeschirmt werden, tra¨gt die
a¨ußere Schale nun die gesamte Ladung des Clusters und erfa¨hrt eine Coulombexplosion.
Dies ist ein allgemeiner Effekt, wie Rechnungen mit Clustergro¨ßen von N = 15 . . . 15000,
der maximalen Gro¨ße, die sich mit unserem MD-basierten Modell derzeit durchfu¨hren
la¨sst, in Abschnitt 3.1.2 zeigen.
Um den Einfluss der induzierten Strahlenscha¨den auf ein CDI-Experiment zu quanti-
fizieren, muss das jeweils gewonnene Diffraktionsmuster betrachtet werden. Wir folgen
hierbei zuna¨chst in Abschnitt 3.1.3 dem von Neutze et al. vorgeschlagenem Weg und
betrachten den kristallographischen R-Faktor des Diffraktionsmusters [NEU00], welcher
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das Diffraktionsmuster mit Strahlenscha¨den pixelweise mit einem idealen Diffraktions-
muster ohne Strahlenscha¨den vergleicht. Dabei ko¨nnen wir anhand eines Vergleichs mit
einem einfacher zu interpretierendem Maß der Strahlenscha¨den, dem DRMD (diffraction
relevant mean deviation), die Gewichtung von Strahlenscha¨den im R-Faktor nachvollzie-
hen. Wir stellen jedoch fest, dass ein wesentlicher Strahlenschaden, der Gesamtverlust an
gestreuter Intensita¨t durch Ionisation, weder durch den R-Faktor noch durch den DRMD
beru¨cksichtigt wird. Da einer der kritischen Aspekte des CDI mit XFEL-Strahlung die
ohnehin schon geringe Intensita¨t des Diffraktionsmusters endlicher Targets ist, schlagen
wir daher eine einfache Modifikation des R-Faktors vor, wodurch auch dieser Strahlen-
schaden mitberu¨cksichtigt wird.
3.1.1. Einfluss von Feldionisation und Ladungsmigration auf die
Ionendynamik
Wir betrachten paradigmatisch einen Ne1500-Cluster (R ≈ 20A˚) in einem XFEL-Puls
mit Gesamtphotonenfluss Φ = 1012/(100nm)2, Pulsla¨nge T = 10fs und 12keV-Photonen.
Dies entspricht einer Maximalintensita¨t von Ipeak = 1.92× 1021W/cm2. Diese Intensita¨t
liegt an der Grenze der prognostizierten Leistungsfa¨higkeit der XFELs. Eine Multiplika-
tion mit dem Photoionisationsquerschnitt der Neon-K-Schale von σK = 2.12× 10−4Mb
la¨sst bereits mehr als einen Photoionisationsprozess pro Atom im Cluster erwarten, ent-
sprechend einer Energieabsorption von u¨ber 18MeV. Da jede K-Schalen-Photoionisation
in der Regel einen Auger-Zerfall nach sich zieht, werden pro Atom mehr als zwei schnelle
Elektronen erzeugt und der Ladungsquotient q ≡ Q/N des Clusters wird somit potentiell
auf u¨ber zwei anwachsen.
Mit einem Radius von R ≈ 20A˚ ko¨nnen wir in Abb. 2.7 ablesen, dass der Einfang
von Photoelektronen zu keinem Zeitpunkt zu erwarten ist. Der Einfang von Auger-
Elektronen hingegen, setzt bei dieser Clustergro¨ße bereits bei unter einer Ladung pro
Atom ein. Somit ist bei dieser Laserintensita¨t der Einfang etwa der Ha¨lfte der Auger-
Elektronen durchaus zu erwarten. Mit einer Gesamtladung von Q ≈ 1.5N des Clusters
erwarten wir an der Cluster-Oberfla¨che Feldsta¨rken (F ≈ Q/R2) jenseits von 1au, was
zu erheblicher Feldionisation und Ladungsmigration fu¨hren du¨rfte.
Um die besondere Relevanz der Feldionisation hervorzuheben, haben wir zwei paral-
lele Rechnungen durchgefu¨hrt. Zum einen eine reduzierte Rechnung ohne den Feldioni-
sationseffekt, sowie eine volle Rechnung inklusive Feldionisation, d.h. hier wird wie in
Abschnitt 2.3 dargestellt das a¨ußerste noch gebundene Elektron eines jeden Atoms klas-
sisch in der Molekulardynamik mitpropagiert. In Abb. 3.1 ist die zeitabha¨ngige, radiale
Ladungsdichte des Clusters fu¨r die reduzierte Rechnung (c) und die volle Rechnung (d)
dargestellt. In der reduzierten Rechnung ist die atomare Ionisation vollsta¨ndig durch
Raten bestimmt, welche keine ortsspezifische Variation aufweisen. Daher la¨dt sich hier
der Cluster ra¨umlich homogen auf und es setzt eine durch die wachsende Ladungsdichte
getriebene Coulomb-Explosion ein.
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Abbildung 3.1.: Contourplots des radialen elektrischen Feldes (a,b) und der radialen La-
dungsdichte (c,d) eines Ne1500 Clusters wa¨hrend der Bestrahlung durch einen T = 10fs XFEL-
Puls mit Gesamtphotonenfluss Φ = 1012/(100nm)2 in einer reduzierten Rechnung ohne Feldio-
nisation (a,c) und in der vollen Rechnung mit Feldionisation (b,d). Die weißen Linien kenn-
zeichnen die mittlere radiale Koordinate der a¨ußersten 5% der Atome des Clusters und der
a¨ußersten 5% der Atome des Clusterkerns, definiert als die inneren 50% der Atome.
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Das hierdurch erzeugte elektrische Feld ist in Abb. 3.1 (a) dargestellt. Es zeigt inner-
halb des Clusters einen linearen Anstieg und außerhalb einen Abfall mit r−2, wie man
es von einer homogen geladen Kugel erwartet. Die elektrische Feldsta¨rke erreicht an der
Clusteroberfla¨che sehr hohe Werte von bis zu F ≈ 1.5au im Einklang mit unserer obigen
Abscha¨tzung. Ein Vergleich mit der kritischen Feldsta¨rke fu¨r die Feldionisation von Neon
nach Gl. (2.16) (Fcrit = 0.16au) macht deutlich, dass diese nicht vernachla¨ssigt werden
darf.
In der Tat stellen wir in der vollen Rechnung grundlegende Unterschiede zur redu-
zierten Rechnung fest. Obwohl auch hier eine ra¨umlich homogene Photoionisation statt-
findet, verbleibt der Großteil des Clusters u¨ber den vollsta¨ndigen Pulsverlauf hinweg
weitestgehend ladungsneutral (siehe Abb. 3.1 (d)). Die gesamte Clusterladung konzen-
triert sich auf die Clusteroberfla¨che. Verantwortlich hierfu¨r ist die Feldionisation, welche
insbesondere an der Clusteroberfla¨che, wo das elektrische Feld des Clusters am sta¨rksten
ist, wirksam ist. Zum Zeitpunkt maximaler Pulsintensita¨t sind bereits zwei Elektronen
pro Atom im Cluster durch Feldionisation freigesetzt. Diese mobilen Ladungstra¨ger fol-
gen dem globalen Clusterpotential und wandern zum Clusterkern, wo sie die positive
Ladung der Ionen voneinander abschirmen.
Diese sehr effiziente Ladungsmigration findet auf einer Subfemtosekunden-Zeitskala
statt, so dass in Abb. 3.1 (d) trotz massiver Photoionisation keinerlei Ladungsaufbau
im Clusterkern erkennbar ist. Hieran erkennt man auch, dass der Effekt der Ladungsmi-
gration durch Feldionisation bedeutend fru¨her einsetzt als eine Ladungsmigration durch
Auger-Einfang, die erst ab einem ho¨herem Schwellenwert der Clusterladung auftritt der
erst spa¨ter im Pulsverlauf erreicht ist. Es ergibt sich, wie in Abb. 3.1 (b) gezeigt, das cha-
rakteristische elektrische Feld eines geladenen Leiters, welches im Inneren des Clusters
quasi verschwindet, wa¨hrend es aufgrund der vergleichbaren Gesamtladung am Cluster-
rand a¨hnlich stark wird wie in der reduzierten Rechnung.
Die Folge dieser dramatisch vera¨nderten clusterinternen Felder zeigen sich in der re-
sultierenden Coulomb-Explosionsdynamik. Diese ist durch die weißen Linien in Abb. 3.1
angedeutet. Dargestellt ist jeweils die mittlere radiale Koordinate der a¨ußeren 5% der
Atome (obere Linie) und der a¨ußeren 10% der Atome des Clusterkerns1. Wa¨hrend in
der reduzierten Rechnung eine homogene Coulomb-Explosion angedeutet wird, erkennen
wir in der vollen Rechnung eine weitestgehende Separierung von Kern und Außenschale
des Clusters. Da der Kern hier feldfrei verbleibt, wird zumindest auf der Zeitskala des
Pulses keine Coulomb-Explosion des Kerns initiiert. Die a¨ußere Schale hingegen, die die
vollsta¨ndige Ladung in sich tra¨gt, zeigt eine umso sta¨rkere Explosion.
1Der Clusterkern ist definiert als die inneren 50% der Clusteratome, und beschreibt somit zu Beginn
ungefa¨hr eine Kugel mit Radius R/21/3.
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Abbildung 3.2.: Mittlere Verschiebung zum Zeitpunkt maximaler Intensita¨t aller Atome des
Clusters (a,c) und nur der inneren 50% der Clusteratome (b,d) wa¨hrend der Bestrahlung
durch einen Pulse mit 1012 12keV-Photonen/(100nm)2 in einer reduzierten Rechnung ohne
Feldionisation (gestrichelt) und in der vollen Rechnung mit Feldionisation (durchgezogen). In
(a) und (b) variable Pulsdauer fu¨r einen Ne1500 Cluster und in (c) und (d) bei fester Pulsla¨nge
T = 10fs und variabler Clustergro¨ße.
3.1.2. Separation der Ionendynamik in Kern und Schale
Nach Betrachtung dieses Beispiels wollen wir nun das allgemeine Pha¨nomen der Auftei-
lung des Clusters in einen (quasi-) statischen Kern und eine dynamische Schale durch
Feldionisation und Ladungsmigration quantitativ erfassen. Hierzu haben wir in Abb. 3.2
(a) und (b) die mittlere Auslenkung,
〈∆R〉 = 1
N
N∑
i=1
|Ri(−∞)−Ri(0)| , (3.1)
der Clusteratome von ihrer urspru¨nglichen Position bei t → −∞ zum Zeitpunkt der
maximalen Pulsintensita¨t (t = 0) dargestellt. Der Zeitpunkt maximaler Pulsintensita¨t
wurde gewa¨hlt, da dies auch der Zeitpunkt ist, zu dem die meisten Photonen zur elasti-
schen Streuung zur Verfu¨gung stehen, und somit eine besondere Relevanz fu¨r die Qualita¨t
des Diffraktionsmusters besteht.
Die Auslenkung ist bei konstantem Gesamtphotonenfluss als Funktion der Pulsla¨nge
(Abb. 3.2 (a)) fu¨r einen Ne1500-Cluster und als Funktion der Clustergro¨ße (Abb. 3.2 (b))
fu¨r eine Pulsla¨nge von T = 10fs aufgetragen. Wir stellen fu¨r beide Rechnungen, d.h. mit
und ohne Feldionisation, ein starkes Anwachsen der Ionenauslenkung mit gro¨ßerer Puls-
dauer fest. Der Grund hierfu¨r ist zweierlei. Zum einen bedeutet ein la¨ngerer Puls stets
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eine la¨ngere Propagation des Ions mit seinem im entstehenden elektrischen Feld gewon-
nenen Impuls. Der zweite Grund ist etwas subtiler. Er ha¨ngt mit der inha¨renten Zeitskala
des Auger-Zerfalls von τ ≈ 2.5fs zusammen. Wegen des konstanten Gesamtphotonenflus-
ses auch bei unterschiedlichen Pulsla¨ngen wurde bei Maximalintensita¨t des Pulses sowohl
beim kurzen als auch beim langen Puls von jedem Atom etwa ein Photon absorbiert, mit
der jeweils gleichen Auswirkung auf die Clusterladung. Beim la¨ngeren Puls treten aller-
dings versta¨rkt bereits vor Eintreten der maximalen Pulsintensita¨t Auger-Zerfa¨lle auf.
Viele dieser Auger-Elektronen sind noch in der Lage den Cluster zu verlassen, so dass
die Gesamtladung weiter anwa¨chst, mit dem Resultat einer ho¨heren Explosionsenergie.
Auch die zunehmende Clustergro¨ße (Abb. 3.2 (b)) fu¨hrt zu einer sta¨rkeren Auslen-
kung der Atome. Dies liegt daran, dass generell trotz konstanter Ladungsdichte die
Energiedichte dennoch mit der Clustergro¨ße anwa¨chst. Im direkten Vergleich zwischen
reduzierter und voller Rechnung zeigt sich in der mittleren Ionenauslenkung jedoch nur
ein geringer, wenn auch konsistenter Effekt zugunsten einer ho¨heren Stabilita¨t der Clus-
terstruktur bei Beru¨cksichtigung des Feldionisationseffekts. Dies a¨ndert sich schlagartig,
wenn wir, motiviert durch die inhomogene Ladungsverteilung durch Ladungsmigration,
statt der mittleren Auslenkung aller Atome lediglich die innere Ha¨lfte der Atome be-
trachten. Dies ist erneut fu¨r verschiedene Pulsla¨ngen und Clustergro¨ßen in Abb. 3.2 (c)
und (d) gezeigt. Hier ist nun ein sehr großer Unterschied in der Auslenkung zu beob-
achten. Bei einem Puls von T = 10fs ist die Auslenkung fu¨r die reduzierte Rechnung
bereits um ungefa¨hr einen Faktor zwei und bei T = 20fs sogar um fast einen Faktor vier
gro¨ßer als in der vollen Rechnung. A¨hnlich stark ist der Unterschied als Funktion der
Clustergro¨ße in Abb. 3.2 (d), wo ebenfalls die relative Auslenkung mit der Clustergro¨ße
anwa¨chst. Dort ist auch bemerkenswert, dass die mittlere Auslenkung der inneren Atome
in der vollen Rechnung mit der Clustergro¨ße nicht anwa¨chst, sondern einen konstanten
Wert von 1/20A˚ beibeha¨lt. Zudem la¨sst sich ein wesentlicher Anteil dieser Auslenkung
allein auf den Ru¨ckstoßimpuls aus der Photoelektron-Emission zuru¨ckfu¨hren und ist
nicht durch Coulomb-Abstoßung bedingt.
Es zeigt sich, dass die aus der Musterrechnung antizipierte Aufteilung des bestrahlten
Clusters in einen neutralen Kern und eine geladene Schale durch Feldionisation und
Ladungsmigration u¨ber einen weiten Parameterbereich Bestand hat, und dass dies auch
deutliche Konsequenzen fu¨r die induzierte Ionendynamik zur Folge hat. Wir werden in
Abschnitt 3.2 versuchen dies gewinnbringend einzusetzen, indem wir den Cluster in ein
Heliumtro¨pfchen einbetten, um ein CDI trotz der hohen Energieabsorption dennoch zu
ermo¨glichen. Hierzu ist es zuerst noch notwendig ein geeignetes Qualita¨tsmaß zu finden,
welches die gesamten Strahlenscha¨den an dem Cluster sinnvoll gewichtet zusammenfasst.
3.1.3. Quantifizierung der Strahlenscha¨den fu¨r das CDI
Wir wollen den Einfluss der induzierten Dynamik der Neoncluster auf die Mg¨lichkeit
des coherent diffractive imaging quantifizieren. Die entscheidende Observable ist das ge-
wonnene Diffraktionsmuster, welches wir aus der berechneten Clusterdynamik erstellen
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(siehe Abschnitt 2.3). Durch die induzierten Strahlenscha¨den weicht das Diffraktionsmus-
ter erheblich von einem idealen Diffraktionsmuster ab, welches man ohne Scha¨den am
Cluster erhalten wu¨rde. Ein direkter quantitativer Vergleich zwischen den zwei Diffrak-
tionsmustern, dem realen und dem idealen, ist durch den kristallographischen R-Faktor
gegeben [DRE07]. Im na¨chsten Abschnitt fu¨hren wir den R-Faktor ein und geben eine
Interpretation der erzielten Werte. Dabei werden wir argumentieren, dass der R-Faktor
nicht das geeignete Qualita¨tsmaß fu¨r ein CDI mit XFEL-Pulsen darstellt, da er einen
wichtigen Strahlenschaden, den Gesamtverlust gebundener Elektronen durch Ionisation,
nicht beru¨cksichtigt. Wir schlagen daher anschließend einen modifizierten R-Faktor vor,
der diesen Nachteil korrigiert.
R-Faktor
Der R-Faktor R ist ein u¨bliches Qualita¨tsmaß aus der Kristallographie, welches zwei
Diffraktionsmuster pixelweise vergleicht. Dort wird der R-Faktor u¨blicherweise verwen-
det, um die Qualita¨t eines (atomaren) Modells bezu¨glich gemessener Diffraktionsdaten
zu beurteilen [KLE97]. In ihren Arbeiten zum CDI endlicher biologischer Materie haben
Neutze et al. und Hau-Riege et al. den R-Faktor benutzt, um die in ihren Modellen be-
rechneten Strahlenscha¨den durch einen XFEL-Puls zu quantifizieren [NEU00, HAU05],
indem sie jeweils ein Diffraktionsmuster mit (real) und ohne (ideal) Strahlenscha¨den
berechnet haben. Der R-Faktor berechnet sich dann zu:
R =
Np∑
i=1
∣∣∣∣∣K−1J reali − J ideali∑Np
j=1 J
ideal
j
∣∣∣∣∣ , (3.2)
mit
K =
∑Np
i=1 J
real
i∑Np
i=1 J
ideal
i
, (3.3)
wobei J
real/ideal
i =
√
I
real/ideal
i den Betrag der realen (idealen) Streuamplitude an Pixel
i bezeichnet und die Summen jeweils u¨ber alle Np Pixel des Detektors laufen. Es wird
also zuna¨chst das reale Diffraktionsmuster auf die Gesamtintensita¨t des idealen Diffrak-
tionsmusters normiert und anschließend Pixel fu¨r Pixel der relative Fehler des realen
Musters aufsummiert. Hierbei wird zuvor jeweils die Wurzel der Pixelintensita¨t gezo-
gen, da diese dem Betrag der fouriertransformierten Elektronendichte, der gewu¨nschten
Zielgro¨ße, entspricht. In dieser Interpretation gilt, dass je geringer der R-Faktor, umso
geringer sind die laserinduzierten Strahlenscha¨den.
Um die Werte des R-Faktors besser einorden zu ko¨nnen, sind in Abb. 3.3 als Beispiel
mehrere eindimensionale “Diffraktionsmuster” mit Np Pixeln dargestellt. Das ideale Dif-
fraktionsmuster hat die Werte J ideali = 1, fu¨r i ungerade und J
ideal
i = 0, fu¨r i gerade.
Sind reales und ideales Diffraktionsmuster identisch, so liegt offenkundig kein Strahlen-
schaden vor. Es ergibt sich der optimale R-Faktor R = 0. Der maximale R-Faktor von
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R = 2 ergibt sich mit dem “Diffraktionsmuster” A in Abb. 3.3 mit J real;Ai = 0, fu¨r i
ungerade und J real;Ai = 1 fu¨r i gerade. Muster B, mit J
real;B
i =
1
2
, fu¨r alle i, ergibt einen
hierzu besseren R-Faktor R = 1. Um einen R-Faktor von u¨ber eins zu erhalten, war es
hier notwendig Muster A gezielt auf das ideale Muster hin anzupassen. In diesem Sinne
entha¨lt Muster A sogar mehr “Informationen” des idealen Musters als Muster B.
Beide Muster A und B wa¨ren als Messergebnis vollkommen unbrauchbar. Es gilt der
Erfahrungswert in der Kristallographie, dass ein Strukturmodell mit zufa¨lliger Platzie-
rung der Konstitutenten im Mittel einen R-Faktor von ungefa¨hr R ≈ 0.6 erreicht. Die
meisten akzeptierten Strukturmodelle in der Proteindatenbank PDB [BER00, PDB] er-
reichen R-Faktoren von unter R = 0.2, welches noch als akzeptabel gilt.
Es sei an dieser Stelle bereits darauf hingewiesen, dass Muster C in Abb. 3.3, das,
wie das ideale Diffraktionsmuster, nur fu¨r ungerade i Werte ungleich null annimmt,
und zwar J real;Ci = 1/10, ebenfalls einen optimalen R-Faktor von R = 0 erzielt, obwohl
seine Gesamtintensita¨t
∑Np
i I
real,C
i nur ein hundertsel der Gesamtintensita¨t des idealen
Diffraktionsmusters aufweist. Wir kommen spa¨ter darauf zuru¨ck.
Abbildung 3.3.: Artifizielle eindimensionale Muster zur Veranschaulichung der Bedeutung
des R-Faktors.
Um diesen Gebrauch des R-Faktors zu substantiieren bzw. um die expliziten Wer-
te des R-Faktors mit den Schadensprozessen im Cluster enger in Beziehung setzen zu
ko¨nnen, betrachten wir komplementa¨r zum R-Faktor ein zweites Qualita¨tsmaß, welches
auf direktere Weise an die dynamischen Variablen gebunden ist. Wir definieren hierzu
den DRMD (diffraction relevant mean-deviation):
DRMD =
∫
dt
I(t)
Itot
1
N
N∑
i=1
n2i (t)
n2i (−∞)
|Ri(t)−Ri(−∞)| . (3.4)
Dieser hat die Dimension einer La¨nge und gibt die mittlere Abweichung der atomaren
Koordinaten an, skaliert mit der Pulsintensita¨t und dem Quadrat der relativen Beset-
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zungszahl des Atoms. Diese beiden Gro¨ßen bestimmen u¨ber die Anzahl der elastisch ge-
streuten Photonen mit struktureller Information in der jeweiligen Konfiguration. Sie mes-
sen also, wie stark die jeweilige Abweichung der Atome zum Diffraktionsmuster beitra¨gt,
woraus sich die Bezeichnung als “diffraction relevant” erkla¨rt. Fu¨r ein CDI-Experiment
mit atomarer Auflo¨sung sollte der DRMD nach Mo¨glichkeit nicht in den Bereich der
gewu¨nschten Auflo¨sungsla¨nge geraten, also DRMD  rres erfu¨llt sein. Zum Vergleich
der beiden Qualita¨tsmaße sind diese in Abb. 3.4 fu¨r verschiedene Clustergro¨ßen, jeweils
mit Pulsla¨ngen von T = 1 . . . 20fs, gegeneinander aufgetragen. Die CDI-Geometrie wur-
de dabei so gewa¨hlt, dass jeweils der ganze Cluster mit einem oversampling ratio von
σ ≥ 4 und einer Auflo¨sung von rres = 1.3A˚ abgebildet wird (siehe Abschnitt 2.3).
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Abbildung 3.4.: Verha¨ltnis von DRMD zu R-Faktor fu¨r NeN Cluster mit N = 50 (rot),
N = 150 (gru¨n), N = 500 (blau), N = 1500 (magenta), N = 4959 (cyan) unter Bestrahlung
mit einem Puls von 1012(12keV)Photonen/(100nm)2 und Pulsla¨ngen von T = 1 . . . 20fs.
Es zeigt sich insgesamt eine starke Korrelation zwischen den beiden Gro¨ßen. Beide
Maße zeigen sowohl mit Pulsla¨nge als auch mit Clustergro¨ße den Trend zu gro¨ßeren Wer-
ten, wie man es aufgrund der zunehmenden Ionendynamik auch erwarten wu¨rde. Es la¨sst
sich allerdings keine eins-zu-eins Beziehung zwischen R-Faktor und DRMD herstellen.
Eine Ursache dieser Diskrepanz ko¨nnte darin liegen, dass der R-Faktor alle Momente
der statistischen Verteilung der atomaren Auslenkungen und Besetzungen beinhaltet,
wa¨hrend der DRMD lediglich das erste Moment, den Mittelwert, beru¨cksichtigt. So ist
beispielsweise die Varianz dieser dynamischen Gro¨ßen durch die beschriebenen Effekte
der Feldionisation und Ladungsmigration in gro¨ßeren Systeme sta¨rker ausgebildet.
Daher zeigt sich bei zunehmender Clustergro¨ße bei gleichem R-Faktor ein verringerter
DRMD. Nimmt man den Schwellenwert von R = 0.2 als akzeptablen Strahlenschaden,
so erhalten wir Werte des DRMD zwischen 0.3 und 0.5A˚, d.h. deutlich unterhalb der
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gewu¨nschten Auflo¨sung von rres = 1.3A˚, so dass wir auch hier eine qualitative Konsistenz
zwischen den Maßen attestieren ko¨nnen.
In Abb. 3.4 erkennen wir auch, dass trotz des hohen Gesamtphotonenflusses fu¨r
alle betrachteten Clustergro¨ßen R-Faktoren von unter 0.1 erzielbar sind, sofern die
Pulsla¨nge ausreichend kurz ist. Dies sollte mit empirischen Werten des kritischen Ge-
samtphotonenflusses fu¨r Ro¨ntgendiffraktion von biologischer Materie kontrastiert wer-
den [HEN95, HOW09], welcher hier durch die Verwendung ultrakurzer Pulse um et-
wa vier Gro¨ßenordnungen u¨berschritten werden kann. Diese erho¨hte Strahlungsresis-
tenz der Struktur ist umso beeindruckender, wenn zusa¨tzlich der um etwa einen Faktor
zehn ho¨here Absorptionsquerschnitt von Neon im Vergleich zu Kohlenstoff beru¨cksichtigt
wird.
Hyperflash-Szenario
Eine wichtige Eigenschaft sowohl des DRMD als auch des konventionellen R-Faktors
ist, dass der stattfindende Elektronenverlust durch Ionisation und damit auch das ge-
ringere Signal am Detektor sich im R-Faktor nicht negativ auswirken. Betrachten wir
einen extremen Fall, in dem die Atome im Cluster zur Peakintensita¨t alle vollsta¨ndig
ionisiert sind. Dies hat fu¨r das Diffraktionsmuster die Folge, dass keine Photonen aus
der zweiten Pulsha¨lfte mehr beitragen. Wir erhalten ein Diffraktionsmuster, welches nur
die halbe ideale Anzahl an Photonen registriert. Diese negative Tatsache wird durch die
Normierung des realen Diffraktionsmusters in Gl. (3.2) bzw. durch die Skalierung mit
dem relativen Besetzungsquadrat in Gl. (3.4) unterschlagen. Dies muss nicht unbedingt
ein Nachteil sein, ha¨ngt aber sehr von den experimentellen Randbedingungen ab.
Fu¨r den Fall, dass der limitierende experimentelle Faktor nur die Pulsla¨nge nicht
jedoch die Pulsfluenz ist, so stellen wir konterintuitiv fest, dass gegebenenfalls eine In-
tensita¨tserho¨hung zu einem besseren Diffraktionsmuster fu¨hren kann, insbesondere falls
eine vollsta¨ndige Ionisation des Targets noch wa¨hrend der Pulsdauer stattfindet. Die im
Diffraktionsmuster enthaltene strukturelle Information entspricht in diesem Fall besser
der Ausgangsstruktur als bei einem Puls mit geringerer Intensita¨t und geringeren Strah-
lenscha¨den. Diese Tatsache wird sowohl vom R-Faktor als auch vom DRMD gewu¨rdigt.
Wir bezeichnen diese Methode die Imagingqualita¨t zu verbessern als hyperflash-Szenario.
Modifizierter R-Faktor
Bei tatsa¨chlich existierenden (LCLS,Spring8) und geplanten (XFEL) Lichtquellen ist
eine derartige Intensita¨tsreserve (zumindest bei atomarer Auflo¨sung) nicht gegeben.
Dementsprechend findet ein hyperflash-Szenario hier keine Anwendung. Vielmehr ist
hier eine maximale Ausbeute der vorhandenen Photonen im Puls fu¨r das Diffraktions-
muster notwendig. Aus diesem Grund ist ein niedriger R-Faktor oder DRMD durch den
hyperflash-Effekt irrefu¨hrend und die Anwendbarkeit dieser Qualita¨tsmaße hier nicht
angemessen.
50
3.1. Feldionisation, Ladungsmigration und Diffraktion
Stattdessen betrachten wir im na¨chsten Abschnitt einen modifizierten R-Faktor:
Rmod =
Np∑
i=1
∣∣∣∣∣J reali − J ideali∑Np
j=1 J
ideal
j
∣∣∣∣∣ . (3.5)
Dieser Faktor beru¨cksichtigt nicht nur Strahlenscha¨den durch Ionendynamik und inho-
mogene Formfaktorverteilungen, sondern auch den fu¨r CDI hoch-relevanten Strahlen-
schaden des Gesamtverlusts an Streuintensita¨t. Dies geschieht, indem in Gl. (3.5) die
Normierung des realen Diffraktionsmusters auf die Intensita¨t des idealen Streumusters
anders als beim herko¨mmlichen R-Faktor (Gl. (3.2)) entfa¨llt. Um dies zu illustrieren,
betrachten wir erneut das ku¨nstliche Muster C in Abb. 3.3. Wa¨hrend der gewo¨hnliche
R-Faktor hier den optimalen Wert R = 0 ergeben wu¨rde, “bestraft” der modifizierte
R-Faktor proportional zur fehlenden Signalsta¨rke und ergibt Rmod = 1− J real;Ci = 0.9.
Im na¨chsten Abschnitt werden wir die hier gewonnenen Erkenntnise u¨ber die Separa-
tion der Ionendynamik innerhalb des Clusterkerns und in der Clusterschale verwenden,
um die Scha¨den am Cluster durch Einbettung in ein Heliumtro¨pfchen zu begrenzen. Wir
werden dabei den modifizierten R-Faktor verwenden, um den vollen Strahlenschaden
und seine Reduktion durch das Heliumtro¨pfchen zu quantifizieren.
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3.2. Neoncluster in Heliumtro¨pfchen
Wie in Abschnitt 3.1 besprochen wurde, fu¨hrt die stets vorhandene Feldionisation bei
hoher Photonenenergie zu einer ultraschnellen Ladungsmigration und der Separation
des Clusters in einen neutralen Kern und eine stark geladene Schale. Dies hat eine
Stabilisierung der Struktur des Clusterkerns zur Folge. Wir zeigen in diesem Abschnitt,
dass dieses allgemeine Verhalten genutzt werden kann, um die Strahlungsresistenz des
Clusters zu erho¨hen. Hierzu wird der Cluster in ein kleines Heliumtro¨pchen eingebettet,
welches technisch durch einen pickup-Prozess mo¨glich ist [MOZ07].
Das allgemeine Szenario der Laser-Cluster-Wechselwirkung wird hierbei um einen
Aspekt erweitert. Durch den, im Vergleich zu Neon, sehr geringen Photoionisations-
querschnitt von Helium findet eine Aufladung durch Photoionisation allein im Cluster
und nicht in der Heliumschale statt, so dass durch das Helium keine weitere Energie-
absorption stattfindet. Im Weiteren spielt sich das allgemeine Szenario der induzierten
Dynamik wie zuvor aus. Dies ist in Abb. 3.5 dargestellt. Nach dem ersten Schritt, d.h.
der Aufladung durch Photoionisation von Clusteratomen, setzt im zweiten Schritt die
Feldionisation des Heliumtro¨pfchens ein. Die hierdurch freigesetzten Elektronen migrie-
ren in den Neoncluster und neutralisieren seine Ladung. Im dritten Schritt folgt ei-
Abbildung 3.5.: Stabilisierung der Struktur eines Neonclusters durch Einbettung in ein He-
liumtro¨pfchen. (i) Photoionisation der Neonatome erzeugt eine hohe Ladungsdichte im Neon-
cluster, (ii) Feldionisation des Heliumtro¨pfchens durch das Clusterfeld und Ladungsmigration
der Elektronen in den Neoncluster, (iii) Ladungsneutralita¨t des Neonclusters und damit Sta-
bilisierung der Clusterstruktur bei gleichzeitiger Coulombexplosion des Heliumtro¨pfchens.
ne Coulomb-Explosion des nun hochgeladenen Heliumtro¨pfchens, wa¨hrend der neutrale
Cluster erst verzo¨gert eine hydrodynamische Expansion durchla¨uft, zu deren Zeitpunkt
der Puls bereits voru¨ber ist.
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Wir zeigen im Folgenden durch Vergleichsrechnungen von Neonclustern mit und ohne
Heliumtro¨pfchen den Ablauf dieses Szenarios und seine stabilisierende Wirkung auf den
Cluster. Eine Auswertung von Diffraktionsmustern mit und ohne Heliumtro¨pfchen an-
hand des im letzten Abschnitt definierten modifizierten R-Faktors zeigt eine deutliche
Reduktion des induzierten Strahlenschadens des Clusters. Da die Feldionisation und La-
dungsmigration umso effizienter abla¨uft je gro¨ßer der Cluster und damit das vom Cluster
erzeugte Feld ist, ergibt sich anders als fu¨r Cluster ohne Heliumtro¨pfchen kein erho¨hter
Strahlungsschaden bei gro¨ßeren Clustern.
Feldionisation und Stoßionisation
Die Idee der Einbettung des CDI-Targets in einen tamper layer, wie es das Helium-
tro¨pfchen darstellt, wurde erstmals 2004 von Hau-Riege et al. im Rahmen eines Kontinu-
umsmodells formuliert [HAU04] und in [HAU07] weiter ausgefu¨hrt. Spa¨tere MD-basierte
Rechnungen von Jurek et al. konnten die Wirksamkeit eines tampers besta¨tigen [JUR08].
In diesen Arbeiten wurde jedoch der Effekt der Feldionisation nicht beru¨cksichtigt. Der
Wirkung des tamper layers liegt dort daher ein anderer Prozess zugrunde als hier vorge-
stellt. Dort entsteht das Nanoplasma, welches die Targetionen voneinander abschirmt,
durch Einfang von Auger- und Photoelektronen und durch diese ausgelo¨ste Kaskaden
von Sekunda¨relektronen durch Stoßionisation.
Dies hat zur Folge, dass dort im Vergleich zu Helium schwere Elemente als vorteilhaft
fu¨r einen tamper layer erachtet werden und speziell Sauerstoff in der Form von H2O
aufgrund seines hohen Photoionisationsquerschnitts als optimal angesehen wird. Damit
tra¨gt der tamper, im Gegensatz zu hier, selbst zur Aufladung des Systems bei, welches
einen fru¨hen Einfang von Augerelektronen ermo¨glicht und damit die Plasmabildung
beschleunigt.
Ein expliziter Vergleich zwischen Elektronenstoß- und Feldionisation ist im Rahmen
unseres Modells nicht mo¨glich, da wir fu¨r die Ionisation durch externe Felder stets das
gesamte elektrische Feld aller Teilchen beru¨cksichtigen, also sowohl das quasistatische
Feld des Clusters als auch das Feld der eingefangenen Elektronen. Wie wir allerdings
zuvor gesehen haben und wie auch im Weiteren deutlich wird, setzt die Feldionisation
bereits kurz nach Einsetzen der ersten K-Schalenionisationsprozesse ein, und es kommt
selbst in kleinen Clustern zu einer raschen Formation eines Plasmas. Der Einfang von
Auger-Elektronen hingegen, welche erst spa¨ter im Pulsverlauf erzeugt werden, ist daher
nicht notwendig, um eine Ladungsmigration von Elektronen aus dem tamper layer in
den Cluster in Gang zu setzen.
Besonders kleine Systeme, in denen Auger-Einfang gar nicht oder nur in geringem
Maße auftritt, ko¨nnen daher, entgegen bisheriger Vorstellungen, durch Feldionisation
durchaus von einem tamper layer profitieren. In gro¨ßeren Systemen wird aufgrund der
sta¨rkeren Felder die feldionisationsbedingte Plasmabildung beschleunigt und findet auf
Zeitskalen statt, die die Relaxationszeit der Augerzerfa¨lle unterschreitet, so dass auch
hier ein positiver Einfluß auf die Wirksamkeit eines tamper layers zu erwarten ist.
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Am FLASH [FLASH] wurden bereits Experimente [HOE10], auch im Kontext von
Ro¨ntgendiffraktion [HAU10], durchgefu¨hrt, welche das Auftreten von Ladungsmigration
zu besta¨tigen scheinen. Aufgrund der geringen Wellenla¨ngen findet jedoch bereits ein
fru¨her Einfang von Photoelektronen statt, so dass die relative Rolle von Feldionisation
und Stoßionisation hieraus nicht entschieden werden kann.
Effektivita¨t der Ladungsmigration
Fu¨r die Wirkung eines tamper layers ist die Effizienz der Ladungsmigration von entschei-
dender Wichtigkeit. Ein Ladungsaufbau im Cluster selbst soll nach Mo¨glichkeit vermie-
den werden, damit keine Ionendynamik angeregt wird. Damit die Ladung im Cluster
vollsta¨ndig ausgeglichen werden kann, ist ferner ein ausreichendes Reservoir an Elektro-
nen im tamper notwendig. Wir betrachten daher an dieser Stelle den zeitlichen Ablauf
der Feldionisation des Heliums und der Ladungsmigration der freigesetzten Elektronen
in den Cluster.
In Abb. 3.6 ist hierzu die Ladung pro Neonatom fu¨r einen Ne500 Cluster aufgetragen,
welcher in Heliumtro¨pfchen verschiedener Gro¨ßen eingebettet ist. Ganz ohne Helium-
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Abbildung 3.6.: Mittlere Ladung pro Atom q in einem Ne500 Cluster unter Bestrahlung durch
einen T = 10fs-Puls mit Gesamtphotonenfluss Φ = 1012/(100nm)2 und Eph = 12keV in einem
HeN Tro¨pfchen mit N = 500 (gru¨n), N = 100 (blau), N = 2500 (magenta) und N = 5000
(cyan).
tro¨pfchen steigt die Ladung pro Atom q im Verlauf des Pulses auf einen Wert von u¨ber
q = 2.5 an. Bereits ein Tro¨pfchen mit nur fu¨nfhundert Heliumatomen fu¨hrt zu einer
deutlichen Reduktion der Ladung auf q = 1.5. Eine weitere Erho¨hung der Anzahl der
Heliumatome fu¨hrt schließlich bei NHe = 2500 auf einen Wert von q = 0: der Neoncluster
ist vollsta¨ndig ladungsneutral. Lediglich fu¨r einen Zeitraum von wenigen Femtosekun-
den, jedoch noch vor Erreichen der maximalen Pulsintensita¨t, baut sich eine geringe
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Ladungsdichte von q < 0.4 im Cluster auf, welche notwendig ist, um die Feldionisation
des Heliums in Gang zu setzen. Bei NHe = 5000 wird diese maximale Ladung auf unter
q = 0.25 weiter reduziert.
Eine vollsta¨ndige Neutralisierung der Ladung im Cluster ist zu erwarten solangeNHe ≥
5NNe. Dies geht aus der einfachen U¨berlegung hervor, dass ein Neonatom sich ho¨chstens
zehnfach aufladen kann und somit die Elektronen von maximal fu¨nf Heliumatomen durch
Feldionisation notwendig sind, um diese Ladung auszugleichen, wobei ein Verlust von
Plasmaelektronen durch thermische Emission nicht beru¨cksichtigt ist.
Der Zeitablauf der Feldionisation des Heliums ist in Abb. 3.7 gezeigt. Dort sind fu¨r
ein Ne500@He2500- und ein Ne50@He250-System die mittleren relativen Besetzungen der
Helium- und Neon-1s-Schalen dargestellt. Dabei wurde ein intensiver Puls mit einem
Gesamtphotonenfluss von 1013(12keV-Photonen)/(100nm)2 verwendet, um einen schnel-
leren Aufbau eines besonders hohen Clusterfeldes, wie es ansonsten erst in gro¨ßeren
Clustern auftreten wu¨rde zu bewirken.
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Abbildung 3.7.: Zeitaufgelo¨ste, mittlere Besetzung 〈n〉 der Heliumatome (durchgezogen) und
der 1s-Schale der Neonatome (gestrichelt) in einem NeN@He5N System mit N = 50 (blau)
und N = 500 (rot) bei einer Pulsdauer von T = 10fs und Gesamtphotonenfluss von Φ =
1013/(100nm)2 und 12keV-Photonen.
Bereits kurz nach Beginn der K-Schalenionisation des Neonclusters beginnt die Feldio-
nisation des Heliums. Innerhalb von ca. sieben Femtosekunden und mehr als fu¨nf Fem-
tosekunden vor Erreichen der Maximalintensita¨t sind im Ne500@He2500-System die He-
liumatome im Mittel bereits einfach ionisiert und ko¨nnen in den Neoncluster migrieren.
Bei Maximalintensita¨t ist das Helium bereits fast vollsta¨ndig ionisiert. Beim kleineren
Ne50@He250-Cluster ist das globale Clusterfeld an der Oberfla¨che bei gleicher Ladungs-
dichte schwa¨cher ausgebildet. Die Feldionisation des Heliums setzt leicht verzo¨gert ein
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und fu¨hrt auch nicht zur vollsta¨ndigen Ionisation des Heliums. In beiden Fa¨llen liegt
die Zeitskala der Feldionisation im Bereich der Auger-Zerfallszeit von wenigen Femtose-
kunden. Es steht daher zu erwarten, dass in gro¨ßeren Clustern aufgrund der sta¨rkeren
Felder bei gleicher Ladungsdichte diese Zeitskala noch unterschritten wird.
Auswirkungen des Tampers auf das Diffraktionsmuster
Wir wollen in diesem Abschnitt u¨berpru¨fen, ob die Einbettung des Clusters in ein He-
liumtro¨pfchen tatsa¨chlich zu einer reduzierten Dynamik der Clusterionen und damit
auch zu einem verbesserten Diffraktionsmuster fu¨hrt. Hierzu ist in Abb. 3.8 (a) die
mittlere Verschiebung der Neonionen fu¨r unser Musterbeispiel eines Ne1500-Clusters aus
Abschnitt 3.1 zum Pulsmaximum mit und ohne Heliumtro¨pfchen gezeigt.
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Abbildung 3.8.: (a) Mittlere Verschiebung zum Zeitpunkt maximaler Intensita¨t aller Atome
eines Ne1500 Clusters und (b) modifizierter R-Faktor mit (durchgezogen) und ohne (gestrichelt)
He15000 Tro¨pfchen fu¨r einen T = 10fs Puls mit 10
12(Photonen)/(100nm)2 und Eph = 12keV.
Wie erwartet zeigt sich eine deutliche Reduktion der induzierten Dynamik. Die auf-
tretende Verschiebung reduziert sich um bis zu einen Faktor drei von u¨ber 0.45A˚ auf
unter 0.15A˚ bei einer Pulsdauer von T = 20fs. Diese reduzierte Dynamik wirkt sich
auch positiv auf das Diffraktionsmuster aus, wie Abb. 3.8 (b) zeigt. Dort ist der mo-
difizierte R-Faktor, den wir in Abschnitt 3.1 definiert hatten, und welcher auch den
Strahlungsschaden durch den Gesamtelektronenverlust beru¨cksichtigt, fu¨r die Situatio-
nen mit und ohne Heliumtro¨pfchen als Funktion der Pulsla¨nge dargestellt. Wir stellen
eine deutliche Reduktion des R-Faktors durch die Einbettung fest. Hierbei ist zu beach-
ten, dass, wie in Abschnitt 2.3 ausgefu¨hrt, bei der Berechnung der Diffraktionsmuster das
zusa¨tzliche Rauschen durch die Streuung an dem Tro¨pfchen und den Plasmaelektronen
nicht beru¨cksichtigt wurde, da sich diese Beitra¨ge in einem seriellen CDI-Szenario, wie in
[GAF07] vorgeschlagen, zu einem schwachen Hintergrund wegmitteln wu¨rden [HAU07].
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Betrachten wir als Beispiel den modifizierten R-Faktor, den der einzelne Neoncluster
bei einem 2.5fs Puls erreicht, so wird derselbe Wert mit Heliumtro¨pfchen erst bei T ≈
14fs erreicht. Die Einbettung in Helium erlaubt es, CDI-Messungen mit deutlich la¨ngeren
Pulsen durchzufu¨hren ohne einen Qualita¨tsverlust hinnehmen zu mu¨ssen. Die minimale
Pulsla¨nge, welche die XFELs bei 12keV-Strahlung werden produzieren ko¨nnen, steht
gegenwa¨rtig noch nicht fest. Sollte sich jedoch die Pulsla¨nge als limitierender Faktor
herausstellen, so ko¨nnte eine Einbettung in einen tamper sogar die einzige Mo¨glichkeit
darstellen, um ein CDI mit A˚ngstro¨mauflo¨sung durchzufu¨hren.
Helium-Tamper fu¨r große Cluster
Wir wollen versuchen, von unseren Resultaten fu¨r eher kleine Systeme die Wirkung ei-
nes tamper layers auch auf gro¨ßere Cluster zu verallgemeinern. Hierzu betrachten wir
zuna¨chst in Abb. 3.9 den modifizierte R-Faktor fu¨r den mit unserem Modell numerisch
zuga¨nglichen Bereich mit Clustergro¨ßen von N = 50 bis N = 1500. Dort ist insbesonde-
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Abbildung 3.9.: Modifizierter R-Faktor Rmod fu¨r Neoncluster mit N = 50, 150, 500, 1500 in
Heliumtro¨pfchen bei 1012(12keV-Photonen)/(100nm)2 Gesamtphotonenfluss als Funktion der
Pulsdauer.
re zu sehen, dass der modifizierte R-Faktor bei Einbettung des Clusters in ein Helium-
tro¨pfchen nahezu keine Gro¨ßenabha¨ngigkeit aufweist. Die Kurven fu¨r N = 150, 500 und
1500 u¨berdecken sich. Hieran zeigt sich ein großer Vorteil dieser Strukturstabilisierungs-
methode: “sie wa¨chst mit ihren Aufgaben”. Obwohl, wie wir in Abschnitt 3.1 gesehen
haben, gro¨ßere Cluster bei gleicher Ladungsdichte eine ho¨here Energiedichte aufweisen
und damit eine sta¨rkere Coulomb-Explosion erzeugt wird, so fu¨hrt dies eben auch dazu,
dass Feldionisation in dem Heliumtro¨pfchen fru¨her einsetzt und die Neonionen im Cluster
fru¨her voneinander abgeschirmt werden. Auf diese Weise werden im Cluster unabha¨ngig
von der Gro¨ße identische Bedingungen geschaffen.
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Wir erwarten daher, dass sich dieses Verhalten fortsetzt, solange das elektrische Feld
an der Oberfla¨che mit der Clustergro¨ße weiter anwa¨chst. Dies ist nicht mehr der Fall,
sobald der Einfang von Photoelektronen einsetzt, welches ab etwa R ≈ 60A˚ der Fall ist.
Beru¨cksichtigt man diesen Effekt in einer Abscha¨tzung der Feldsta¨rke, so stellt man fest,
dass bei einer Ladung von q = 0.5 ein Cluster mit einem Radius von R = 250A˚ noch
immer ein so starkes Feld an seiner Oberfla¨che erzeugt, dass eine Ionisation von Helium
stattfindet und ein Helium-tamper wirksam ist. Diese Abscha¨tzung deckt sich mit dem
ku¨rzlich vero¨ffentlichten theoretischen Resultat aus einer particle in cell-Rechnung von
Nakamura et al. [NAK09], dass in einem R = 20nm-Kohlenstoffcluster in einem 12keV-
XFEL-Puls die Feldionisation von Atomen den dominanten Ionisationsprozess darstellt.
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3.3. Neoncluster in LCLS-Pulsen
Im Herbst 2009 wurde der Ro¨ntgenlaser LCLS des SLAC National Accelerator Labora-
tory in den USA in Betrieb genommen [LCLS, HAN09]. Dieser erlaubt erstmals Experi-
mente mit intensiven Ro¨ntgenlaserpulsen mit Photonenenergien im Kiloelektronenvolt-
und Pulsla¨ngen im Femtosekundenbereich. Hierdurch la¨sst sich erstmals die K-Schale
von Atomen gleich mehrfach innerhalb eines Pulses ionisieren und das komplexe Zusam-
menspiel aus Photoabsorption und Relaxation untersuchen.
Eine der wichtigsten Fragen ist, in wie weit die Absorption von Photonen durch die
Pulsparameter, wie Pulsla¨nge, Photonenenergie und Intensita¨t, beeinflusst wird. Dies
geschieht insbesondere vor dem Hintergrund des CDI, bei dem die Photoabsorption
mo¨glichst gering gehalten werden soll, da aus ihr alle weiteren Strahlungsscha¨den an der
Struktur initiiert werden.
Durch die hohe Photonenfluenz des LCLS mit bis zu 1013 Photonen pro Puls ist die
Photoabsorption besonders durch Saturierungseffekte und die verschieden starke Kopp-
lung des Lasers an die atomaren Schalen gepra¨gt. So besteht ein effizienter Absorp-
tionsmechanismus darin, eine mehrfache Ionisation der K-Schale, welche einen hohen
Absorptionsquerschnitt besitzt, zu ermo¨glichen. Dies geschieht durch auger-assistierte
Photoabsorption, welche in Abb. 3.10 schematisch dargestellt ist. In einem ersten Schritt
wird die K-Schale, welche stark an das Laserfeld gekoppelt ist, durch zwei Photoionisa-
tionsprozesse vollsta¨ndig gelehrt und kann vorerst keine weiteren Photonen absorbieren.
Die K-Schale wird im zweiten Schritt durch Elektronen aus ho¨heren Schalen, welche
Ro¨ntgenstrahlung nur schwach absorbieren, durch Auger-Zerfa¨lle wieder aufgefu¨llt. Dies
erlaubt im dritten Schritt eine erneute Absorption von Photonen durch die K-Schale.
Dieser Prozess la¨sst sich so lange fortsetzen, bis das Reservoir an Elektronen aus den
ho¨heren Schalen erscho¨pft ist.
K-Schale
L-Schale
Abbildung 3.10.: Auger-assistierte Photoabsorption in drei Schritten: I. Photoabsorption der
K-Schale. II. Wiederauffu¨llen der K-Schale durch Augerzerfall. III. Erneute Photoabsorption
der K-Schale.
Wir zeigen im Folgenden am Beispiel von kleinen Neon Clustern, wie die effizien-
te, auger-assistierte Photoabsorption in LCLS-Pulsen realisiert wird, und insbesondere
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auch, wie sie auf verschiedene Weisen verhindert werden kann.
So betrachten wir in Abschnitt 3.3.1 LCLS-Pulse mit 900eV Photonen, d.h. etwas
mehr als die Ionisationsschwelle der Neon K-Schale von 870eV. Da die Bindungsener-
gie fu¨r eine zweite Ionisation der K-Schale die Photonenenergie weit u¨bersteigt, wird
hier eine Mehrfachionisation der K-Schale vermieden und eine auger-assistierte Photo-
absorption kann nicht stattfinden [ROH07]. Da die Photoabsorption der L-Schale einer
solchen energetischen Beschra¨nkung nicht unterliegt, fu¨hrt dies bei zunehmendem Ge-
samtphotonenfluss trotz des geringen Photoionisationsquerschnitts zu einer Dominanz
der Photoabsorption durch die L-Schale, welches sich in den resultierenden Elektronen-
spektren ablesen la¨sst.
Bei einer Photonenenergie von Eph = 2keV hingegen, wie sie am LCLS zuna¨chst
maximal erreichbar ist, und wie wir sie in Abschnitt 3.3.2 betrachten, existiert keine
energetische Beschra¨nkung der Absorption der K-Schale und ein wiederholtes Ionisieren
und Wiederauffu¨llen der K-Schale ist mo¨glich. Allerdings la¨sst sich die Effizienz der
auger-assistierten Photoabsorption durch Variation der Pulsdauer stark beeinflussen.
Bei im Vergleich zur Auger-Zerfallszeit kurzen Pulsla¨ngen wird eine mehr als zweifache
Ionisation der K-Schale unterbunden, da das Auffu¨llen der K-Schale erst nach Pulsende
eintritt. Dieser im wesentlichen atomare Effekt konnte ku¨rzlich fu¨r N2 Moleku¨le in dem
ersten publizierten LCLS-Experiment festgestellt werden [HOE10].
Im Cluster kommt es außerdem zu einer Verminderung der Auger-Zerfa¨lle durch eine
konkurrierend stattfindende Feldionisation der Valenzelektronen, welches als Folge eine
zusa¨tzliche Reduktion der Photoabsorption der K-Schale hat, ein Effekt welcher von
Saalmann et al. bereits 2002 fu¨r die Ionisation der 2s Schale von Argon in Eph = 350eV
Pulsen vorhergesagt wurde [SAA02]. Diese Kombination aus reduziertem Augerzerfall
und geringerer Photoabsorption im Cluster la¨sst sich, wie wir zeigen werden, direkt in
den Elektronenspektren und mittleren Ladungszusta¨nden der Clusterionen feststellen.
Bei einer Photonenfluenz von u¨ber 1010/(100nm)2 schließlich kommt auch der Photoio-
nisation der L-Schale eine bedeutende Rolle zu. Hier kehrt sich die Pulsla¨ngenabha¨ngig-
keit der Photoabsorption um. Bei la¨ngeren Pulsen fu¨hrt das Auftreten von Auger-
Prozessen zur Emission von Auger-Elektronen, welche andernfalls fu¨r zusa¨tzliche Pho-
toabsorption zur Verfu¨gung gestanden ha¨tten.
Teile der folgenden Ergebnisse bilden die theoretische Grundlage eines Antrags auf
Beamzeit am LCLS, der gemeinsam in einer internationalen Kooperation mit Schwer-
punkten an der Western Michigan University, dem LCLS am Stanford Linear Accelera-
tor, Stanford, der University of Texas, Austin, der Technischen Universita¨t Berlin, dem
Center for Free Electron Laser Science (CFEL) und der Max Planck Advanced Study
Group am CFEL, Hamburg, dem Tata Institute for Fundamental Research, Mumbai,
dem Max-Planck-Institut fu¨r Kernphysik, Heidelberg, und dem Max-Planck-Institut fu¨r
Physik komplexer Systeme, Dresden, gestellt wurde, um die beschriebenen Effekte an
Clustern in LCLS-Pulsen zu messen [BER09].
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3.3.1. Photoionisation nahe der K-Kante in kleinen Neonclustern
Wir betrachten in diesem Abschnitt die Anregung von Neon Clustern mit 900eV LCLS-
Pulsen. Die Photonenenergie liegt damit nur 30eV u¨ber der K-Kante von Neon. Trotz
eines hohen Photoionisationsquerschnitts der K-Schale fa¨llt die Photoabsorption hier ver-
gleichsweise gering aus. Trotz einer schnellen einfachen Ionisation findet eine mehrfache
Ionisation der Atome aufgrund der tiefer gebundenen K-Schale ho¨herer Ladungszusta¨nde
von Neon nur u¨ber die weniger stark gekoppelte L-Schale statt. Eine auger-assistierte
Photoabsorption wird daher bei dieser Photonenenergie nicht realisiert.
Der atomare Photoionisationsquerschnitt der K-Schale von Neon betra¨gt bei Eph =
900eV, was nur wenig u¨ber der Ionisationsschwelle von ca. 870eV liegt, σK(900eV) =
0.32Mb und ist somit um einen Faktor fu¨nfundzwanzig gro¨ßer als der Querschnitt der
L-Schale σL(900eV) = 0.13× 10−1Mb (siehe Appendix A).
Neonionen mit einem Loch in der K-Schale weisen durchgehend eine Bindungsenergie
fu¨r das verbleibende 1s Elektron von u¨ber 970eV auf. Die Photonenenergie reicht daher
nicht aus, um in einem zweiten single photon-Prozess eine Doppelionisation der K-Schale
zu erzeugen. Auch fu¨r Konfigurationen nach einem Auger-Zerfall, der die K-Schale wie-
der auffu¨llt, bleibt die Bindungsenergie deutlich u¨ber 900eV, zumal wenn im Cluster
zusa¨tzlich durch Feldionisation weitere Valenzelektronen entfernt wurden. Fu¨r Ne4+ mit
der Besetzung 1s22s22p2 beispielsweise betra¨gt die Bindungsenergie der K-Schale bereits
u¨ber 1keV, so dass auch hier eine weitere Photoionisation der K-Schale energetisch nicht
mo¨glich ist.
Anders sieht es fu¨r die Ionisation der L-Schale aus. Mit wachsender Bindungsenergie
steigt hier sogar der Querschnitt. Dies fu¨hrt dazu, dass bei ausreichend hohem Gesamt-
photonenfluss die Ionisation der K-Schale bereits fru¨h im Pulsverlauf mit einer einfachen
Ionisation pro Atom saturiert, wa¨hrend die Photoionisation der L-Schale mit ho¨herem
Gesamtphotonenfluss weiter anwa¨chst.
Dieses Verhalten zeigt sich in den Elektronenspektren fu¨r NeN Cluster mit N =
15, 50 und 150 in einem 10fs Puls, welche fu¨r Photonenflu¨sse Φ = 109/(100nm)2 und
1010/(100nm)2 in Abb. 3.11 (a) und (b) gezeigt sind. Elektronenspektren von Clustern
in intensiven Ro¨ntgenpulsen sind, wie wir spa¨ter in Abschnitt 4.2.1 an einem vereinfach-
ten Modell im Detail erla¨utern werden, sowohl durch atomare Innerschalenstruktur, als
auch durch die Clusterumgebung gekennzeichnet. Ein Elektron, welches in einem atoma-
ren Prozess wie Auger-Zerfall oder Photoionisation mit einer hohen U¨berschussenergie
von hunderten Elektronenvolt emittiert wird, wird durch das globale Potential des ge-
ladenen Clusters abgebremst. Mit der gleichen Abscha¨tzung fu¨r das Clusterpotential,
wie wir es in Abschnitt 2.2.1 fu¨r den Einfang von Elektronen verwendet haben, kann
der Energieverlust von der atomaren U¨berschussenergie eines Elektrons, das von der
Oberfla¨che des Clusters emittiert wird, mit ∆E ≈ Q/R abgescha¨tzt werden, wobei Q
die Gesamtladung des Clusters und R der Clusterradius zum Zeitpunkt der Emission
ist. Der Radius kann bei kurzen Pulsen, wie hier, dabei als konstant angenommen wer-
den. Photo-Elektronen aus der K-Schale werden mit ihrer U¨berschussenergie von 30eV
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Abbildung 3.11.: Elektronenspektrum A(E) fu¨r Ne15, Ne50 und Ne150 Cluster in T = 10fs
Puls mit Gesamtphotonenfluss Φ = 109(100nm)2 (a) und Φ = 1010/(100nm)2 (b) bei einer Pho-
tonenenergie Eph = 0.9keV aufgeteilt nach Augerelektronen (blau), Photoelektronen (gru¨n),
die hier ausschließlich aus der L-Schale herru¨hren und Gesamtspektrum (rot).
vom Cluster gro¨ßtenteils eingefangen, so dass in den Spektren in Abb. 3.11 lediglich die
schnelleren Auger- und Photoelektronen aus der L-Schale, deren individuelle Spektren
ebenfalls in Abb. 3.11 aufgefu¨hrt und deren atomare U¨berschussenergien im Bereich von
700-900eV angesiedelt sind. Durch den Energieverlust durch das Clusterpotential er-
gibt sich anstelle von diskreten atomaren Linien ein kontinuierliches Spektrum, welches
sich fu¨r gro¨ßere Cluster, aufgrund der sta¨rkeren internen Felder zu immer niedrigeren
Energien hin erstreckt.
Bei einem Gesamtphotonenfluss von Φ = 109/(100nm)2 (Abb. 3.11 (a)) erkennt man,
dass die Mehrheit der Elektronen im Spektrum, mit einem Verha¨ltnis von u¨ber drei
zu eins, Augerelektronen sind. Da ein Augerelektron stets einen vorangehenden Pho-
toprozess der K-Schale voraussetzt, bedeutet dies auch ein Verha¨ltnis von drei zu eins
bezu¨glich der Photoionisation der K-Schale gegenu¨ber der L-Schale.
Dieses Verha¨ltnis kehrt sich um, wenn , wie in Abb. 3.11 (b) dargestellt ist, die Inten-
sita¨t um einen Faktor zehn auf 1010/(100nm)2 erho¨ht wird. In diesem Fall sind 70% der
Elektronen im Spektrum Photoelektronen aus der L-Schale.
Es a¨ndert sich jedoch nicht nur der relative Anteil. Aufgrund der ho¨heren Aufladung
des Clusters bei ho¨herem Gesamtphotonenfluss verbreitert sich das Spektrum zu niedri-
geren Energien hin und fu¨r Ne150 findet sogar ein Einfang von Elektronen statt. Hiervon
sind allerdings fast ausschließlich Photoelektronen betroffen, wa¨hrend das Augerspek-
trum sich von der Breite her kaum vera¨ndert. Dies la¨sst sich durch die zeitliche Abfolge
der verschiedenen Ionisationsprozesse erkla¨ren, bei der die Auger-Elektronen fru¨h emit-
tiert werden, solange die Clusterladung noch nicht so groß ist, wa¨hrend die Photoelek-
tronen aus der L-Schale erst spa¨ter, aus einem tieferen Clusterpotential heraus, emittiert
werden.
Hiermit la¨sst sich allein aus den partiellen Spektren der folgende Ablauf der Ionisa-
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tionsdynamik erschließen. Auf eine initiale, kurze und einfache Ionisation der K-Schale
der Neonatome folgt eine Emission von Auger-Elektron, die den Cluster direkt verlassen
ko¨nnen, wodurch dieser sich aufla¨dt. Aufgrund des, im Vergleich zur Auger-Zerfallszeit
von τAuger ≈ 2.5fs, langen Pulses ist diese zweite Ionisationsphase bereits im wesentli-
chen abgeschlossen, bevor die Maximalintensita¨t erreicht wird. Eine weitere Ionisation
der K-Schale findet aufgrund der tiefen Bindungsenergie nicht statt. Es schließt sich je-
doch noch eine dritte Phase der Photoionisation aus der L-Schale an, welche bei ho¨herer
Intensita¨t umso ergiebiger ist.
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Abbildung 3.12.: Partielle Ionisationsraten: Photoionisation der K-Schale (rot), Photoioni-
sation der L-Schale (gru¨n), Auger und radiativer Zerfall (orange) und Pulsverlauf (blau, schat-
tiert) fu¨r Ne150-Cluster und T = 10fs Puls mit 900eV Photonen und Gesamtphotonenfluss
Φ = 109/(100nm)2 (a) und Φ = 1010/(100nm)2 (b).
Diese Interpretation des Spektrums als eine zeitliche Abfolge dreier Ionisationspha-
sen, welche sich aus den Elektronenspektren herleiten la¨sst, wird durch die zeitauf-
gelo¨sten, partiellen Ionisationsraten, welche in Abb. 3.12 fu¨r den Ne150 Cluster gezeigt
sind, besta¨tigt. Fu¨r beide Intensita¨ten (Abb 3.12 (a): Φ = 109/(100nm)2 und (b):
Φ = 1010/(100nm)2) sind drei zeitlich versetzte Pulse zu erkennen. Der jeweils erste
Puls (rot) beschreibt die Photoionisation aus der K-Schale, welche hier fu¨r beide Inten-
sita¨ten bei maximal eins pro Atom saturiert. Die jeweilige Form des Ionisationspulses
ha¨ngt dabei von der Intensita¨t und der Laserpulsform ab. Bei der ho¨heren Intensita¨t
entsteht ein schmaler Puls mit einer Breite von ca. 2.5fs, wa¨hrend er bei der niedrigeren
Intensita¨t mit u¨ber 5fs mehr als doppelt so breit ist. Selbst hier ist die Laserintensita¨t
bereits so hoch, dass das Maximum noch vor der halben Maximalintensita¨t des Lasers
erreicht ist.
Die Form des anschließenden Augerpulses (orange) ha¨ngt als Sekunda¨rprozess direkt
von der zeitabha¨ngigen Erzeugungsrate der Lo¨cher in der K-Schale ab. Bei niedriger
Intensita¨t erfolgt die Locherzeugung u¨ber einen im Vergleich zur Auger-Zerfallszeit von
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τAuger ≈ 2.5fs langen Zeitraum. Hierdurch nimmt die Augerrate eine der Locherzeu-
gungsrate a¨hnliche, jedoch um ungefa¨hr τAuger verschobene Form an. Bei hoher Intensita¨t
werden die Lo¨cher schnell erzeugt und der exponentielle Charakter des Auger-Zerfalls
tritt nach einem starken initialen Anstieg der Augerrate deutlich hervor.
Wa¨hrend sich fu¨r diese beiden Prozesse die Gesamtanzahl der Ereignisse im Ver-
gleich der beiden Intensita¨ten nur unwesentlich a¨ndert, die jeweilige Pulsform jedoch
eine intensita¨tsbedingte A¨nderung aufweist, ist fu¨r den dritten Ionisationsprozess, der
Photoionisation der L-Schale, genau das Gegenteil der Fall. Dort folgt die Ionisations-
rate bei beiden Intensita¨ten sehr gut der Laserpulsform, wa¨hrend die Gesamtanzahl der
Ereignisse um fast das siebenfache ansteigt2.
Fu¨r ein experimentelles Elektronenspektrum lassen sich Photo- und Augerelektronen
leider nicht wie hier unterscheiden3, so dass dort eine solche rudimenta¨r zeitaufgelo¨ste
Interpretation des Ionisationsprozesses, wie wir sie hier machen konnten, nicht mo¨glich
ist. Dennoch la¨sst sich, solange kein Einfang der Auger-Elektronen stattfindet, die Sa-
turierung der K-Schalenionisation im Elektronenspektrum durch die Gesamtanzahl der
Elektronen im kontinuierlichen Spektrum der schnellen Elektronen direkt feststellen.
Dabei wa¨re insbesondere auch eine Variation der Photonenenergie interessant, um fest-
zustellen ab welcher Energie neue Ionisationskana¨le der K-Schale geo¨ffnet werden. Dies
ist insbesondere auch als Funktion der Clustergro¨ße von Interesse. Wa¨hrend wir hier
stets von atomaren Querschnitten ausgegangen sind, wird gerade im Schwellenbereich
das “Quasi-Kontinuum” von Zusta¨nden in der Clusterumgebung von dem atomaren
Fall abweichen, ein Effekt welcher in intensiven VUV-Pulsen eine wichtige Rolle fu¨r die
Photoabsorption von Clustern spielt [SIE04], der in unseren Rechnungen jedoch nicht
beru¨cksichtigt ist.
3.3.2. Pulsla¨ngen- und Clustereffekte bei 2keV-Photonen
Bei der ho¨chsten gegenwa¨rtig am LCLS erzielbaren Photonenenergie von 2keV finden
wir, zumindest fu¨r kleine Cluster, bereits den generischen Fall fu¨r die Wechselwirkung mit
XFEL-Strahlung vor. Bereits ab einer Photonenenergie von 1.4keV, der Bindungsener-
gie der K-Schale von Ne9+, ko¨nnen alle atomaren Ladungszusta¨nde mit single photon-
Prozessen erreicht werden und bei 2keV ko¨nnen die Photoelektronen das System auch
ungehindert verlassen. Wir erwarten hier eine effiziente auger-assistierte Photoabsorpti-
on, die wir im folgenden sowohl fu¨r Einzelatome, als auch fu¨r Ne50 Cluster untersuchen
wollen.
Hierbei ist zu beachten, dass der Ionisationsquerschnitt der K-Schale atomaren Neons
bei 2keV mit σK(2keV) = 0.39 × 10−1Mb beinahe zehnmal kleiner als noch bei Eph =
2Dieser Anstieg ist geringer als die zehnfache Intensita¨tserho¨hung des Laserpulses, welches daran liegt,
dass auch die Ionisation der L-Schale bereits Saturierungseffekte erfa¨hrt.
3Mo¨glicherweise ko¨nnten winkelaufgelo¨ste Elektronenspektren aufgrund der unterschiedlichen Emis-
sionscharakteristik von Photo- und Augerelektronen zumindest eine partielle Differenzierung des
Elektronenspektrums ermo¨glichen.
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0.9keV und Ionisation aus der L-Schale, mit einer atomaren U¨berschussenergie von u¨ber
1.95keV, mit σL(2keV) = 0.14× 10−2Mb erneut um fast einen Faktor 30 geringer als fu¨r
die K-Schale ist.
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Abbildung 3.13.: Mittlere Anzahl absorbierter Photonen pro Atom 〈nabs〉 durch die K-Schale
(a) und des gesamten Atoms (b) als Funktion des Gesamtphotonenflusses Φ fu¨r einen Ne50
Cluster (durchgezogen) und im atomaren Fall (gestrichelt) fu¨r Pulsdauern T = 1fs (rot), T =
2fs (gru¨n), T = 10fs (blau) und T = 50fs (cyan). In (b) ist nur die ku¨rzeste (1fs) und die
la¨ngste (50fs) Pulsdauer abgebildet. Schattierte Regionen verdeutlichen den Clustereffekt auf
die Absorption.
In Abb. 3.13 (a) ist die mittlere Anzahl an absorbierten Photonen durch die K-Schale
als Funktion des Gesamtphotonenflusses Φ fu¨r verschiedene Pulsla¨ngen sowohl fu¨r Ne50
Cluster als auch fu¨r Einzelatome gezeigt. Wir betrachten zuna¨chst die atomaren Ergeb-
nisse (gestrichelt). Bei geringem Gesamtphotonenfluss Φ . 108/(100nm)2 ergibt sich ein
triviales lineares Verhalten, da die mittleren Besetzung der K-Schale durch die wenigen
Ionisationsprozesse kaum beeintra¨chtigt wird und daher keinen Einfluss auf die Ionisa-
tionsdynamik hat. Erst ab Φ & 109/(100nm)2 zeigen sich erste Unterschiede zwischen
den verschiedenen Pulsla¨ngen. Es zeigt sich, dass bei la¨ngeren Pulsen mehr Photonen
durch die K-Schale absorbiert werden. Bei Φ ≈ 1010/(100nm)2 beispielsweise werden fu¨r
T = 1fs nur etwas u¨ber zwei Photonen absorbiert, wa¨hrend fu¨r T = 50fs mit fast fu¨nf
Photonen ein mehr als doppelt so hoher Wert erreicht wird.
Der Grund hierfu¨r liegt an der atomaren Zerfallszeit der K-Schalenlo¨cher (τAuger =
2.5fs fu¨r Ne+). Wa¨hrend bei einem kurzen Puls mit T . τAuger nach einer (doppelten)
Photoabsorption die K-Schale nicht rechtzeitig vor Pulsende wieder aufgefu¨llt wird, um
weitere Absorptionen der K-Schale zu erlauben, kann dies fu¨r lange Pulse mit T  τAuger
gleich mehrfach geschehen. Die maximale Anzahl an Photoabsorptionen der K-Schale
durch diese Auger-assistierte Photoabsorption ist auf sechs begrenzt4, ein Wert der fu¨r
4Diese Grenze gilt nicht strikt, da ein Wiederauffu¨llen auch durch radiative U¨berga¨nge stattfinden
kann, deren relative Ha¨ufigkeit fu¨r eine nur partiell gefu¨llte L-Schale zunimmt.
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T = 50fs und Φ ≈ 2 × 1010/(100nm)2 auch fast erreicht wird. Fu¨r noch ho¨heren Fluss
setzt eine Saturierung ein, da mit jedem Auger-Prozess auch ein Elektron emittiert wird,
und mit urspru¨nglich acht Elektronen in der L-Schale insgesamt im Verlauf eines Pulses
maximal vier Elektronen durch Auger-Prozesse in die K-Schale gelenkt werden ko¨nnen,
um von dort aus jeweils ein weiteres Photon zu absorbieren.
Die Auger-assistierte Photoabsorption wird gesto¨rt sobald andere Prozesse negativ
auf die Besetzung der L-Schale Einfluss nehmen. Hierzu geho¨rt in einem Cluster ins-
besondere die Feldionisation, welche Elektronen aus der L-Schale entfernt, und diese
somit nicht mehr fu¨r Auger-Prozesse zur Verfu¨gung stehen. Außerdem verla¨ngert sich
die Auger-Zerfallszeit fu¨r eine nur partiell gefu¨llte L-Schale [MCG69], so dass auch die
verbleibenden Elektronen nur bei entsprechend la¨ngeren Pulsen noch zur Absorption
beitragen ko¨nnen. In Abb. 3.14 (a) und (b) ist hierzu die zeitaufgelo¨ste, mittlere Be-
setzung der K-Schale eines isolierten Atoms und eines Atoms in einem Ne50 Cluster
gezeigt. In der Clusterumgebung ist das Auffu¨llen der K-Schale durch die konkurrierend
stattfindende Feldionisation deutlich unterdru¨ckt.
Hierdurch wird somit besonders bei hoher Intensita¨t die Energieabsorption pro Atom
im Cluster im Vergleich zum isolierten Atom ebenfalls reduziert. Bei einem Fluss von
Φ = 6.6× 109/(100nm)2 (Abb. 3.14 (b)) ist die Produktion hoher Ladungszusta¨nde mit
vollsta¨ndig oder fast vollsta¨ndig entlehrter L-Schale so groß, dass ein vollsta¨ndiges Wie-
derauffu¨llen der Lo¨cher in der K-Schale sowohl im Atom als auch, durch Feldionisation
versta¨rkt, im Cluster nicht mehr stattfindet.
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Abbildung 3.14.: Zeitaufgelo¨ste, mittlere Besetzung der Neon K-Schale fu¨r ein isoliertes
Atom (gru¨n) und in einem Ne50-Cluster (rot) in einem T = 50fs Puls (Intensita¨tsprofil:
blau) mit 2keV Photonen und einem Gesamtphotonenfluss Φ = 109/(100nm)2 (a) und
Φ = 6.6× 109/(100nm)2 (b).
Der Einfluss auf die Absorption der K-Schale ist durch die schattierten Bereiche in
Abb. 3.13 (a) zu sehen, wo fu¨r alle betrachteten Fa¨lle in der Tat die Anzahl der absor-
bierten Photonen im Cluster geringer ist. Die Reduktion fa¨llt umso sta¨rker aus, je ho¨her
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der atomare Ionisationsgrad ist. Dies liegt daran, dass Feldionisation sowohl durch einen
ho¨heren Ladungszustand des Clusters, welcher zu sta¨rkeren internen Feldern fu¨hrt, als
auch durch eine la¨ngere Pulsdauer, welches, wie oben besprochen, ebenfalls den Ioni-
sationsgrad erho¨ht und bei gegebenem Feld mehr Zeit fu¨r die Feldionisation erlaubt,
begu¨nstigt wird. Der Cluster-Effekt zeigt somit einen maximalen Einfluss fu¨r den Fall
maximaler atomarer Ionisation und reduziert die Anzahl absorbierter Photonen durch
die K-Schale um mehr als ein Photon pro Atom.
Mit der direkten Photoionisation aus der L-Schale existiert noch ein weiterer Prozess,
der sowohl beim Einzelatom als auch im Cluster eine Reduktion der Photoabsorption
der K-Schale bewirken kann. Dies deutet sich in Abb. 3.13 (a) dadurch an, dass nach
Erreichen der maximalen Absorption bei Φ ≈ 2 × 1010/(100nm)2 in allen Fa¨llen die
Absorption der K-Schale fu¨r noch ho¨here Photonenfluenz leicht abfa¨llt.
In Abb. 3.13 (b) ist fu¨r die Pulsla¨ngen T = 1fs und T = 50fs die Gesamtanzahl der ab-
sorbierten Photonen pro Atom, inklusive der L-Schale, gezeigt. Im Vergleich zu Abb. 3.13
(a) erkennen wir, dass diese fu¨r Photonenfluenzen unterhalb von 1010/(100nm)2 durch
die K-Schale dominiert werden. Mit noch ho¨herer Photonenfluenz nehmen Absorptio-
nen durch die L-Schale eine zunehmende Bedeutung an. Insbesondere fu¨r den T = 1fs
Puls wird die Photoabsorption der L-Schale dominant. Der bisherige Trend kehrt sich
hier um und kurze Pulse fu¨hren nun zu ho¨herer Photoabsorption. Dies liegt daran, dass
bei jedem Auger-Zerfall, welcher bevorzugt bei langen Pulsen stattfindet, ein Elektron
emittiert wird, ohne dass ein Photon absorbiert wird, wa¨hrend dies im kurzen Puls auch
direkt in der L-Schale stattfindet.
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Abbildung 3.15.: Elektronenspektrum A(E) eines Ne50-Clusters, aufgeteilt nach Photo-
Elektronen (gru¨n) und Auger-Electronen (blau), sowie das Gesamtspektrum (rot) bei einer
Photonenenergie Eph = 2keV und Gesamtphotonenfluss von 6.6 × 109/(100nm)2 und einer
Pulsdauer von T = 50fs.
Wir wollen im Folgenden noch zeigen wie sich Clustereffekte, wie z.B. reduzierte Pho-
67
3. Dynamik von Clustern in XFEL-Pulsen
toabsorption und Augerzerfall, sich direkt in experimentellen Observablen bemerkbar
machen. Wir betrachten hierzu als Beispiel in Abb. 3.15 das Elektronenspektrum ei-
nes Ne50 Clusters in einem 50fs Puls mit Gesamtphotonenfluss 6.6 × 1011/(100nm)2,
welches erneut nach Photo- und Augerelektronen aufgeteilt ist. Es ergibt sich ein kon-
tinuierliches Spektrum zwischen 0.2keV und 1.13keV, wobei die obere Grenze durch
die atomare U¨berschussenergie der Neon K-Schale bei 2keV Ro¨ntgenstrahlung gebildet
wird. Aufgrund des großen energetischen U¨berlapps la¨sst sich die individuelle Anzahl
an Auger- und Photoelektronen der K-Schale nicht direkt aus dem Elektronenspektrum
ermitteln. Diese ko¨nnten sonst direkt miteinander verglichen werden und eine Reduktion
der Augerzerfa¨lle wa¨re auf diese Weise nachweisbar5. Ein geringer Beitrag an Photoelek-
tronen aus der L-Schale bei Energien jenseits von 1.2keV hingegen setzt sich energetisch
deutlich von den Auger- und Photoelektronen der K-Schale ab. Damit la¨sst sich der
Beitrag der L-Schale an der Clusterionisation direkt bestimmen.
Eine wichtige Eigenschaft des Spektrums in Abb. 3.15 ist das fehlende Signal unterhalb
von 200eV. Hieraus folgt, dass kein Einfang von Photo- oder Augerelektronen erfolgt. Das
bedeutet, dass der mittlere Ladungszustand der Clusterionen tatsa¨chlich die Anzahl der
kombinierten Photoabsorptions- und Augerprozesse widerspiegelt. In Tab. 3.1 werden fu¨r
Φ[(100nm)−2] Atom Ne50 cluster
109 1.55 1.69
6.6× 109 7.34 5.69
Tabelle 3.1.: Finaler mittlerer atomarer Ladungszustand fu¨r einen T = 50fs-Puls mit 2keV
Photonen fu¨r ein einzelnes Neonatom und einen Ne50-Cluster.
zwei Photonenflu¨sse der finale, mittlere atomare Ladungszustand eines Einzelatoms und
eines Ne50-Clusters angegeben. Bei Φ = 10
9/(100nm)2 ist der mittlere Ladungszustand
in beiden Fa¨llen fast gleich groß (1.69 und 1.55). Bei Φ = 6.6×109/(100nm)2 hingegen ist
der mittlere Ladungszustand der Clusterionen (5.96) deutlich geringer als beim einzelnen
Atom (7.34). Da kein Einfang von Photo- oder Augerelektronen beim Cluster stattfindet,
la¨sst sich schließen, dass eine tatsa¨chliche Reduktion der Photo- und Augerprozesse im
Cluster durch Feldionisation vorliegt.
Zusammenfassend ko¨nnen wir fu¨r die Photoabsorption von Neon in LCLS Pulsen fest-
halten, dass eine Auger-assistierte Photoabsorption der K-Schale im atomaren Fall und
bei langen Pulsen einen effizienten Absorptionsmechanismus darstellt. Eine Reduktion
der Absorption in kurzen Pulsen und im Cluster la¨sst sich durch das direkte Signal der
Photo- und Augerelektronen, aber auch in dem mittleren Ladungszustand der Ionen fest-
stellen, sofern ein Einfang von Photo- und Augerelektronen durch das Clusterpotential
5Diese herangehensweise wird bei ho¨herer Photonenenergie, z.B. 3keV, mo¨glich, da dort die Auger-
und Photoelektronen im Spektrum deutlicher voneinander abgetrennt sind.
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ausgeschlossen werden kann, welches fu¨r kleine Cluster der Fall ist.
Bezogen auf das CDI ist die reduzierte Photoabsorption im Cluster nur von begrenz-
tem Nutzen. Die reduzierte Absorption geht hier auf Kosten des Verlusts eines Valenz-
elektrons durch Feldionisation, welches nun ebenfalls nicht mehr zur elastischen Streu-
ung zur Verfu¨gung steht. Allerdings tra¨gt es, anders als ein Photoelektron, nicht zu einer
Erho¨hung der Clusterladung bei und treibt somit auch nicht die Coulomb-Explosion des
Clusters voran.
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4. Relaxation des angeregten
Elektronenplasmas
Durch die Wechselwirkung endlicher Systeme mit intensiven, ultra-kurzen Laserpulsen
im XUV oder gar Ro¨ntgenbereich wird durch Photoionisation eine hohe Dichte an ener-
getischen Elektronen im System erzeugt. Diese Elektronen bilden ein dichtes Nanoplas-
ma, welches sich von bekannten Nanoplasmen, wie sie z.B. bei der Wechselwirkung mit
langwelligen Laserpulsen kreiert werden, unterscheidet. Die hohe Photonenenergie fu¨hrt
bei der Photoionisation in einem single photon-Prozess dazu, dass die Plasmaelektronen
jeweils bereits mit einer hohen atomaren U¨berschussenergie “aktiviert” werden, wodurch
ein Nicht-Gleichgewichtszustand des Plasmas angeregt wird. Aufgrund der kurzen Wel-
lenla¨nge des Lichts nehmen die Plasmaelektronen nach ihrer Aktivierung keine Ener-
gie mehr vom Laser auf. Das Plasma ist fu¨r den Laser transparent und es findet kein
Heizen des Plasmas durch den Laser statt. Eine Energiezufuhr erfolgt allein durch die
Zugabe energetischer Elektronen, vor allem durch weitere Photoionisation. Andererseits
ko¨nnen schnelle Elektronen das endliche System auch verlassen, wobei sie Energie aus
dem Plasma mit forttragen. Die Dynamik des Plasmas wird daher durch zwei Prozesse
charakterisiert: den Gewinn und Verlust von energetischen Elektronen und der Relaxa-
tionsdynamik des hoch-angeregten Plasmas.
Um die grundlegenden Eigenschaften der Elektronendynamik solcher Plasmen zu er-
schließen, fu¨hren wir in diesem Kapitel ein mo¨glichst allgemein gehaltenes Modell ein.
Wir bezeichnen die mit diesem Modell beschriebenen Systeme allgemein als Coulomb-
Komplexe, da von den Details des zugrundeliegenden Ionisationsprozesses weitgehend
abstrahiert und allein die Dynamik der erzeugten Plasmaelektronen beru¨cksichtigt wird.
Diese Herangehensweise stellt eine Abkehr von dem umfassenderen Modell, wie es in Ab-
schnitt 2.3 vorgestellt wurde, dar. Dem Nachteil einer verminderten Spezifizita¨t steht da-
bei der Gewinn einer gro¨ßeren U¨bersicht u¨ber den Zusammenhang zwischen den grund-
legenden Mechanismen und den Modellparametern, die die Elektronendynamik steuern,
gegenu¨ber.
In Abschnitt 4.1.1 wird das Modell der Coulomb-Komplexe im Detail vorgestellt. Ins-
besondere betrachten wir dort die Grundzustandsenergie des Coulomb-Komplexes und
erla¨utern die genaue Bedeutung seiner Parameter sowie den Aktivierungssvorgang. Eine
nu¨tzliche Eigenschaft der Dynamik von Coulomb-Komplexen ist ein allgemeines Skalie-
rungsgesetz, welches wir in Abschnitt 4.1.2 beschreiben und wodurch sich der Parame-
terraum des Modells von urspru¨nglich vier auf nur noch drei Dimensionen reduzieren
la¨sst. Eine wesentliche Rolle bei der Analyse der Dynamik von Coulomb-Komplexen
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spielt das Elektronenspektrum. Anhand eines zeitaufgelo¨sten Spektrums eines aktivier-
ten Coulomb-Komplexes wird in Abschnitt 4.1.3 die Aufteilung in einen freien Teil
und in ein gebundenes, equilibriertes Plasma nachvollzogen. Basierend auf einer einfa-
chen Abscha¨tzung der Grundzustandsenergie eines geladenen Coulomb-Komplexes wird
anschließend in einer detaillierten Analyse diese Aufteilung in Abha¨ngigkeit der zu-
gefu¨hrten Energie untersucht und die Energie des zuru¨ckbleibenden Gleichgewichtsplas-
mas bestimmt. In dem darauffolgenden Abschnitt 4.2 wird der volle Bereich des Pa-
rameterraums des Modells erkundet und eine qualitative Klassifikation der mo¨glichen
Dynamiken vollzogen.
4.1. Coulomb-Komplexe
4.1.1. Modell
Wir stellen hier ein sehr allgemeines und einfaches Modell der Coulomb-Komplexe
vor. Wie das Modell der laserinduzierten Clusterdynamik, welches in Abschnitt 2.3 be-
schrieben wurde, basiert das Modell der Coulomb-Komplexe auf einer klassischen MD-
Simulation, in diesem Fall ausschließlich von sogenannten aktivierten Elektronen, die
durch Ionisationsprozesse aus ihren Mutteratomen herausgelo¨st gedacht werden ko¨nnen.
Im Vergleich zum Clustermodell wird der Ionisationsprozess, der die Elektronen erzeugt,
stark vereinfacht beschrieben. Damit richtet sich der Fokus des Modells ausschließlich
auf die resultierende komplexe Multi-Elektronen-Dynamik, die sich in Abha¨ngigkeit der
Modellparameter untersuchen la¨sst.
Das Modell wird durch insgesamt nur vier Parameter definiert. Diese sind die An-
zahl der aktivierten Elektronen N , der Radius des endlichen Targets R, eine atomare
U¨berschussenergie E∗, mit der die Elektronen initialisiert werden und eine Pseudopuls-
dauer T , die den Zeitverlauf des Aktivierungsprozesses beschreibt. Die genaue Bedeutung
dieser Parameter wird im Folgenden im Detail beschrieben.
Coulomb-Komplex vor der Aktivierung
In dem Modell der Coulomb-Komplexe antizipieren wir die die Anzahl der Photoionisa-
tionsprozesse in dem endlichen Target, welches z.B. ein Cluster aber auch ein Biomoleku¨l
sein kann, und betrachten das Ensemble aus N Photoelektronen, die im Verlauf der Mo-
delldynamik in einer zufa¨lligen Abfolge “aktiviert” werden. Vor dieser Aktivierung sind
die Elektronen durch die positive Ladung der Ionen, aus denen sie hervorgehen, gebun-
den. Die Ionen beschreiben wir als innerhalb eines Radius R homogen verteilte positive
Ladungsichte ρ0 = Q/((4/3)piR
3). Damit erhalten wir ein ionisches Hintergrundpotential
der Form
VC(r) =
{ −3
2
Q
R
+ Q
2R3
r2 , r ≤ R
−Q
r
, r > R
, (4.1)
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welches wir als statisch annehmen. Das Potential ist somit innerhalb von R harmonisch
mit der Frequenz Ω =
√
Q/R3 und außerhalb von R von rein coulombscher Form mit der
Gesamtladung Q, wobei wir aufgrund der Ladungsneutralita¨t des Systems vor Einsetzen
der Aktivierung durch Photoionisation Q = N annehmen. Das Hintergrundpotential
(4.1) ist das gleiche Potential, wie wir es in Abschnitt 2.2.1 zur Abscha¨tzung des Einfangs
von Photo- und Augerelektronen verwendet haben.
Fu¨r die Anfangskonfiguration der N Elektronen wa¨hlen wir ihren klassischen Grund-
zustand, welchen wir numerisch durch die Propagation der klassischen Bewegungsglei-
chungen der N Elektronen von einer einfachen kubischen Gitterkonfiguration ausge-
hend unter dem Einfluss des Hintergrundpotentials (4.1) und der Elektron-Elektron-
Wechselwirkung,
Vee (ri, rj) =
1
|ri − rj| , (4.2)
sowie einem Da¨mpfungsterm erreichen. Die Gesamtenergie des Elektronensystems ist
dann gegeben durch:
Etot =
1
2
N∑
i=1
p2i +
N∑
i=1
VC(ri) +
1
2
N∑′
i,j=1
Vee(ri, rj)
= N
(
〈Ekin〉+ 〈VC〉+ 1
2
〈Vee〉
)
, (4.3)
wobei der Strich am Summenzeichen bedeutet, dass nur Terme mit i 6= j in der Summe
beru¨cksichtigt werden. Die eckigen Klammern bezeichnen den Mittelwert u¨ber die N
Elektronen fu¨r eine beliebige Ein-Teilchen-Phasenraumfunktion A(ri,pi):
〈A〉 ≡ 1
N
N∑
i=1
Ai ≡ 1
N
N∑
i=1
A(ri,pi), (4.4)
und fu¨r die Zwei-Teilchen-Gro¨ße der Wechselwirkungsenergie definieren wir:
〈Vee〉 ≡ 1
N
N∑′
i,j=1
Vee(ri, rj), (4.5)
die mittlere Wechselwirkungsenergie eines Elektrons.
Bei der Analyse der Dynamik von Coulomb-Komplexen spielen energetische Betrach-
tungen eine entscheidende Rolle. Dazu ist es hilfreich die energetische Verteilung der
Anfangskonfiguration gut zu charakterisieren. Es stellt sich heraus, dass sich die Ein-
Teilchenenergien im Anfangszustand durch eine einfache Approximation sehr genau an-
geben lassen. Fu¨r die mittlere Bindungsenergie eines Elektrons im Grundzustand,
〈Eb〉 = 〈VC〉+ 〈Vee〉 , (4.6)
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la¨sst sich na¨herungsweise
〈Eb〉 ≈ −3
2
1
R1
, mit R1 =
R
N
1
3
⇒ 〈Eb〉 ≈ −3
2
N
1
3
R
(4.7)
schreiben. Dies entspricht der Bindungsenergie eines Elektrons durch eine homogen gela-
dene Kugel der Ladung eins, und einem Volumen (4/3)piR3/N , dem Gesamtvolumen des
Coulomb-Komplexes geteilt durch die Anzahl der Elektronen. Da wir ferner die mittlere
Energie im Hintergrundpotential durch die Annahme einer homogenen, kontinuierlichen
Verteilung der N Elektronen innerhalb von R approximieren ko¨nnen,
〈VC〉 ≈ 1
V
∫
V
d3rVC(r) = −6
5
Q
R
, (4.8)
erhalten wir mit
〈Vee〉 = 〈Eb〉 − 〈VC〉 ≈ −3
2
N
1
3
R
+
6
5
Q
R
(4.9)
ebenfalls einen Na¨herungsausdruck fu¨r die mittlere Wechselwirkungsenergie im Grund-
zustand. Einsetzen von (4.8) und (4.9) in (4.3) ergibt fu¨r die Grundzustandsenergie des
Coulomb-Komplexes den Ausdruck:
Etot,0 ≈ −3
5
N2
R
− 3
4
N
4
3
R
, (4.10)
welcher aufgrund der diskreten Ladung der Elektronen, die zu einer endlichen Bindungs-
energie fu¨hrt, nicht allein quadratisch mit N anwa¨chst.
Ein Vergleich der numerischen Daten (Tab. 4.1) der relaxierten Anfangskonfigura-
tionen eines Coulomb-Komplexes mit R = 26au und Elektronenanzahl N = 7, . . . , 1935
zeigt eine gute U¨bereinstimmung mit den analytischen Ausdru¨cken sowohl fu¨r die Grund-
zustandsenergie als auch fu¨r die Bindungsenergie. Selbst fu¨r den Fall mit nur sieben
Elektronen weichen die analytischen Werte um lediglich etwas mehr als 3% vom nume-
rischen Wert ab. Fu¨r gro¨ßere Teilchenzahlen, ab N = 123, liegt die Abweichung sogar
im Bereich von nur einem Prozent.
Es stellt sich ferner heraus, dass die mittlere Energie nicht nur hervorragend durch die
Na¨herungsformeln wiedergegeben wird, sondern dass die Verteilung der Bindungsenergie
auch weitestgehend homogen verla¨uft. Dies ist in Abb. 4.1 gezeigt, wo fu¨r die Coulomb-
Komplexe mit verschiedenen Teilchenzahlen die Ein-Teilchenenergie jedes Elektrons als
Funktion seiner radialen Koordinate abgebildet ist. Wie man sieht, betragen die maxima-
len Abweichungen zum gena¨herten Mittelwert aus Gl. (4.7) weniger als ein Elektronvolt,
so dass wir
Eb,i ≈ 〈Eb〉 (4.11)
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N Eb(num.)[eV] Eb(anl.)[eV] E0/N(num.)[eV] E0/N(anl.)[eV]
7 -2.9 -3.0 -6.1 -5.9
19 -4.1 -4.2 -14.4 -14.0
27 -4.6 -4.7 -19.7 -19.3
57 -5.9 -6.0 -39.4 -38.8
123 -7.7 -7.8 -81.9 -81.1
253 -9.8 -9.9 -163.5 -163.8
461 -12.0 -12.1 -296.7 -295.5
949 -15.3 -15.3 -605.1 -603.6
1935 -19.4 -19.6 -1226.7 -1224.9
Tabelle 4.1.: Vergleich der numerischen (num.) und analytischen (anl.) Bindungs- und
Grundzustandsenergie eines Coulomb-Komplexes bestehend aus N Elektronen in einem
Jellium-Potential mit Ladung Q = N und Radius R = 26au.
na¨hern ko¨nnen. Desweiteren erkennt man durch die radiale Auflo¨sung sehr deutlich, wie
sich mit zunehmender Teilchenzahl im Grundzustand eine Schalenstruktur ausbildet.
Dies deutet auf eine einsetzende Kristallisierung eines stark gekoppelten Coulombplas-
mas hin [DUB99].
Aktivierung des Coulomb-Komplexes
Die Photoabsorption eines endlichen Systems mit XUV- oder gar Ro¨ntgenstrahlung wird
typischerweise durch Prozesse der single photon-Absorption eines gebundenen Elektrons
aus einer dominanten atomaren Schale bestimmt. Um das Modell so einfach wie mo¨glich
zu halten, orientieren wir uns bei der Aktivierung der Coulomb-Komplexe an dieser Tat-
sache und reduzieren den Aktivierungsprozess auf ein vereinfachtes Modell der Erzeu-
gung dieser Photoelektronen. Sekunda¨re Prozesse wie Emission von Auger-Elektronen,
Stoßionisation oder Feldionisation finden, anders als im Clustermodell aus Abschnitt 2.3,
hier keine explizite Beru¨cksichtigung. Dies muss beim Vergleich mit Experimenten stets
bedacht werden.
Zusa¨tzlich zu den Anfangskoordinaten der Elektronen mu¨ssen wir Anfangsgeschwin-
digkeiten spezifizieren. Wa¨hrend wir die Richtung der Anfangsgeschwindigkeiten aus
einer isotropen Verteilung zufa¨llig bestimmen, orientieren wir uns fu¨r ihren Betrag an ei-
nem atomaren Photoionisationsprozess, welcher ein Elektronen mit einer U¨berschussen-
ergie von E∗ = Eph − Ip produziert. Dabei ist Ip der Betrag der atomaren Bindungs-
energie des Elektrons. In Anlehnung an diese Situation verlangen wir, dass die mittlere
Energie jedes Elektrons inklusive der designierten kinetischen Energie in der Anfangs-
konfiguration genau dieser U¨berschussenergie E∗ entspricht:
Ekini,0 = E
∗ − Eb,i. (4.12)
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Abbildung 4.1.: Bindungsenergie Eb aller N Elektronen als Funktion des radialen Anfangs-
abstandes r fu¨r Coulomb-Komplexe mit R = 26au im Grundzustand (Punkte), sowie die
analytische mittlere Bindungsenergie nach Gl. (4.7) (Linien) fu¨r verschiedene Teilchenzahlen
N = 7 (gelb), N = 19 (gru¨n), N = 27 (blau) N = 57 (magenta), N = 123 (cyan), N = 251
(schwarz), N = 461 (orange), N = 949 (grau) und N = 1935 (rot).
Dies hat die gewu¨nschte Konsequenz, dass bei Propagation nur eines einzigen Elektrons,
dieses asymptotisch die atomare U¨berschussenergie E∗ besitzt, so wie es bei einer ein-
zelnen Photoionisation eines Atoms in einem Cluster der Fall wa¨re.
Aus der homogenen Verteilung der Bindungsenergie im Coulomb-Komplex folgt eine
ebenfalls homogene Verteilung der kinetischen Energie, so dass gilt:
Ekini,0 ≈ E∗ − 〈Eb〉 ≈ E∗ +
3
2
N
1
3
R
. (4.13)
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Fu¨r die Gesamtenergie des vollsta¨ndig aktivierten Coulomb-Komplexes ergibt sich somit:
Etot = N
(
E∗ − 1
2
〈Vee〉0
)
≈ N
(
E∗ − 3
2
N
1
3
R
+
6
5
Q
R
)
, (4.14)
wobei der Index Null den Mittelwert u¨ber die Grundzustandskonfiguration kennzeichnet.
00 0
Abbildung 4.2.: Anzahl aktivierter Elektronen Na(t) als Funktion der Zeit (rot) und zu-
geho¨riges Pseudopulsprofil (blau, schattiert).
Fu¨r die Modellierung des Aktivierungsprozesses des Coulomb-Komplexes verwenden
wir den Zeitverlauf der unabha¨ngigen atomaren Photoionisation mit konstantem Quer-
schnitt σ und gaußfo¨rmiger Laserintensita¨t,
I(t) = I0 exp
{−4 log(2) (t/T )2} , (4.15)
mit einer Pulsla¨nge T (volle Breite bei halber Ho¨he) und Peakintensita¨t I0. Hieraus folgt
die zeitabha¨ngige Anzahl photoaktivierter Elektronen als:
Na(t) =
N
2
(
1 + erf
(
2
√
log 2
t
T
))
, (4.16)
wobei N in dieser Betrachtung durch
N = (I0/Eph)TσNAtome
√
pi/(4 log 2) (4.17)
an den atomaren Photoionisationsquerschnitt σ, die Anzahl der Atome NAtome, die Pho-
tonenergie und Maximalintensita¨t des Pulses I0 angelehnt ist. Sowohl Na(t) als auch I(t)
sind in Abb. 4.2 dargestellt. Zum Zeitpunkt t werden daher Na(t) Elektronen in dem
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Hintergrundpotential und unter dem Einfluss der Kra¨fte durch jeweils alle anderen N−1
Elektronen, auch der noch nicht aktivierten, propagiert. Die N − Na(t) noch nicht ak-
tivierten Elektronen werden derweil an ihrer Anfangsposition festgehalten. Die zeitliche
Reihenfolge der Aktivierung der Elektronen wird in jeder Realisierung aufs Neue zufa¨llig
bestimmt. Fu¨r alle gezeigten Resultate wurde dabei stets u¨ber so viele Realisierungen
gemittelt, dass insgesamt in dem Ensemble mindestens 104 Teilchen propagiert wurden.
4.1.2. Skalierung der Dynamik
Alle Kra¨fte, die in unserem einfachen Modell beru¨cksichtigt werden, sind coulombscher
Natur. Dies gilt auch fu¨r den harmonischen Anteil des Clusterpotentials, welches schließ-
lich die Coulomb-Wechselwirkung mit einer homogenen, positiven Ladungsdichte be-
schreibt. Damit erfu¨llt der der Elektronendynamik zugrundeliegende Hamiltonian eine
wichtige Skalierungseigenschaft.
Fu¨r eine feste Teilchenzahl N lautet der Hamiltonian, der die Dynamik der aktivierten
Elektronen beschreibt:
H({pi, ri}Ni=1;R) =
N∑
i=1
p2i
2
+
N∑
i=1
VC(ri;R) +
1
2
N∑′
i,j=1
Vee(ri, rj), (4.18)
wobei wir die parametrische Abha¨ngigkeit des Hamiltonians vom Clusterradius R mit
aufgefu¨hrt haben. Um das Skalierungsverhalten des Hamiltonians zu zeigen, betrachten
wir die Transformation der Phasenraumvariablen,
(pi, ri)→ (p˜i, r˜i) =
(
η−
1
2pi, ηri
)
, (4.19)
mit reellem Parameter η. Unter der Voraussetzung, dass der Clusterradius gema¨ss R→
R˜ = ηR mittransformiert wird, welches einer Transformation des Hamiltionians,
H({pi, ri}Ni=1;R)→ H({pi, ri}Ni=1; ηR), (4.20)
entspricht, erhalten wir fu¨r die Skalierung der Energie durch Einsetzen in den transfor-
mierten Hamiltonian einen globalen Faktor η−1:
E → η−1E. (4.21)
Diese globale Skalierung hat zur Folge, dass unter der Mittransformation der Zeit-
variablen t → η3/2t Lo¨sungen des urspru¨nglichen Hamiltonians mit (4.19) explizit auf
Lo¨sungen des transformierten Hamiltonians abgebildet werden ko¨nnen.
Bezogen auf die Dynamik der Coulomb-Komplexe bedeutet diese Skalierungsinvarianz,
dass zwei vollsta¨ndig aktivierte Coulomb-Komplexe, in denen alle Absta¨nde mit η und
alle Energien mit η−1 zueinander skaliert sind, eine a¨quivalente Dynamik durchfu¨hren.
Diese A¨quivalenz erstreckt sich auch auf den Aktivierungsprozess.
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Dies erkennt man daran, dass eine vollsta¨ndige Dynamik sich als die zeitliche Ver-
knu¨pfung von hamiltonschen Dynamiken mit fester Teilchenzahl betrachten la¨sst. Der
Endzustand der vorangehenden Dynamik fungiert dabei, mit der Hinzunahme des neuen
Elektrons, als Anfangszustand der darauf folgenden Dynamik. Zwischen zwei aufeinan-
derfolgenden Aktivierungszeiten ist die Teilchenzahl demnach konstant und die Dyna-
mik ist hamiltonsch mit oben gezeigter Skalierungseigenschaft. Somit ko¨nnen wir die
Skalierungseigenschaft auf den gesamten Zeitraum der vollsta¨ndigen Dynamik auswei-
ten, indem die Zeitabsta¨nde zwischen Aktivierungen mitskaliert werden. Dieses wird
erreicht, indem die Pseudopulsla¨nge T mit η3/2 entsprechend der allgemeinen Zeitskalie-
rung transformiert wird.
Insgesamt ergibt sich, dass folgende Parameterskalierung in unserem Modell a¨quivalen-
te Dynamiken erzeugt:
(N0, R0, E
∗
0 , T0)→ (N ′ = N0, R′ = ηR0, E∗′ = η−1E∗, T ′ = η
3
2T0). (4.22)
Um dieses Skalierungsverhalten zu demonstrieren wurde eine Rechnung mit den Pa-
rametern (N,R,E∗, T ) = (123, 26au, 10eV, 10fs) sowie fu¨r zwei skalierte Parametersa¨tze
mit Skalierungsparameter η = 0.5 bzw. η = 2 durchgefu¨hrt. Die resultierenden finalen
Elektronenspektren A(E), welche als Folge der komplexen Vielteilchendynamik entste-
hen und deren detaillierte Eigenschaften uns an dieser Stelle noch nicht bescha¨ftigen
sollen, sind in Abb. 4.3 (a) gezeigt. Vielmehr wollen wir hier hervorheben, dass eine
Ru¨ckskalierung der Spektren gema¨ß A(E) → η−1A(η−1E), wie in Abb. 4.3 (b) darge-
stellt, zu einer, im Rahmen der numerischen Genauigkeit, vollsta¨ndigen U¨berdeckung
der drei Spektren fu¨hrt, welches anschaulich die A¨quivalenz der zugrundeliegenden Dy-
namiken zum Ausdruck bringt.
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Abbildung 4.3.: Elektronenspektren A(E) fu¨r Referenzparameter η = 1: (N,R,E∗, T ) =
(123, 26au, 10eV, 10fs) (rot) und fu¨r skalierte Parameter (N, ηR, η−1E∗, η3/2T ) mit η = 0.5
(gru¨n) und η = 2 (blau). (a) zeigt die tatsa¨chlichen Spektren und (b) die ru¨ckskalierten Spek-
tren η−1A(η−1E).
79
4. Relaxation des angeregten Elektronenplasmas
Geometrisch bedeutet die Skalierungseigenschaft des Modells, dass im dreidimensio-
nalen restringierten Parameterraum (R,E∗, T ) zu einer gegebenen Teilchenzahl N Tra-
jektorien s(η) = (ηR0, η
−1E∗0 , η
3/2T0) existieren, entlang denen a¨quivalente Dynamiken
erzeugt werden. In Abb. 4.4 sind drei solcher Trajektorien schematisch dargestellt.
Skalierungsinvariante
Trajektorien
Abbildung 4.4.: Skizze dreier skalierungsinvarianter Trajektorien s(η) = (ηR0, η
−1E∗0 , η
3
2T0)
im restringierten Parameterraum (R,E∗, T ).
Dies hat die Konsequenz einer Dimensionsreduzierung des abstrakten Raums der
mo¨glichen Dynamiken unseres Modells von vier auf nur noch drei. Die physikalische
Konsqequenz hiervon ist, dass im Rahmen der Gu¨ltigkeit des Modells zusa¨tzlich zum
ohnehin bereits hohen Abstraktionsgrads physikalisch scheinbar vo¨llig unterschiedliche
Szenarien aufs Engste miteinander verknu¨pft sein ko¨nnen, sofern sie entlang der glei-
chen Skalierungstrajektorie liegen. Anders formuliert, erlaubt die Skalierungseigenschaft
eine weitreichende Extrapolation bestehender Ergebnisse auf neue Radien, U¨berschuss-
energien oder Pulsdauern, sofern die jeweils anderen Parameter entsprechend mitskaliert
werden.
4.1.3. Aktivierte Coulomb-Komplexe
Die Dynamik von Coulomb-Komplexen ist durch zwei wichtige Prozesse gekennzeichnet.
Zum einen der Gewinn und Verlust von Energie durch die Aktivierung bzw. Emission
von Elektronen. Und zweitens die Relaxation aus einem hoch angeregten Zustand. Aus-
gehend von dem wohldefinierten Anfangszustand, bei dem alle Elektronen, sofern man
fu¨r noch nicht aktivierte Elektronen ihre designierte kinetische Energie mitza¨hlt, die
gleiche Energie E∗ haben, erfolgt eine Relaxation durch Energieaustausch der Elektro-
nen untereinander. Zwei Arten von Elektronen nehmen an dieser Relaxation nicht teil.
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Zum einen die noch nicht aktivierten Elektronen, welche erst ab ihrer Aktivierungszeit
an der Wechselwirkung teilnehmen, und zum anderen Elektronen, die den Coulomb-
Komplex bereits verlassen haben. Jedes aktivierte Elektron mit positiver Energie kann
den Coulomb-Komplex prinzipiell asymptotisch verlassen, wodurch es an keiner weiteren
Wechselwirkung mehr teilnimmt.
Der Verlust von Elektronen fu¨hrt dabei auch zu einem Verlust an Wechselwirkungs-
energie der verbleibenden Elektronen. Diese erfahren dadurch ein effektiv tieferes Bin-
dungspotential, wodurch ein weiterer Elektronenverlust erschwert wird. Zu Beginn der
Dynamik ist die Initialisierungsenergie eines aktivierten Elektrons noch ausreichend, um
den Coulomb-Komplex zu verlassen. Diese Elektronen nennen wir direkte Elektronen.
Sobald dies nicht mehr der Fall ist, sind die verbleibenden Elektronen an den Coulomb-
Komplex gebunden. Es setzt ein rascher Equilibrierungsprozess ein. Dabei ko¨nnen nur
noch solche Elektronen den Coulomb-Komplex verlassen, die durch Wechselwirkung
mit anderen Elektronen an Energie gewinnen. Dies ist eine thermische Emission. Der
Coulomb-Komplex geht hierdurch in ein tief gebundenes, thermalisiertes Nanoplasma
u¨ber, dessen Temperatur gerade nicht mehr ausreicht, um weitere Elektronen zu emit-
tieren.
Wir wollen im Folgenden dieses allgemeine Verhalten eines aktivierten Coulomb-Kom-
plexes anhand eines zeitaufgelo¨sten Elektronenspektrums nachvollziehen. Im Anschluss
daran wollen wir zwei Kernfragen, welche diesen Prozess ausmachen, im Detail untersu-
chen. Wie groß ist der Elektronenverlust eines Coulomb-Komplexes und welche Energie
besitzen die verbleibenden Plasmaelektronen?
Das Elektronenspektrum eines aktivierten Coulomb-Komplexes
Wir wollen an dieser Stelle einige grundlegende Charakteristika eines mit moderater
U¨berschussenergie aktivierten Coulomb-Komplexes aufzeigen. Wir betrachten hierzu
in Abb. 4.5 als paradigmatischen Fall das zeitabha¨ngige Spektrum eines Coulomb-
Komplexes mit den Parametern (N,R,E∗, T ) = (123, 26au, 20eV, 10fs). Um diese ab-
strakten Parameter zu kontextualisieren, ko¨nnen wir mit Gl. (4.17) eine experimentelle
Situation finden, die diesen Parametern entspricht. So entsprechen die gewa¨hlten Pa-
rameter ungefa¨hr der Bestrahlung eines Ar260-Clusters mit einem 10fs-XUV-Puls mit
Eph = 36eV und einer Peakintensita¨t I0 ≈ 5 × 1013W/cm2, a¨hnlich der Situation in
[BOS08]. Dort ist der dominante Absorptionsprozess mit einem Querschnitt von 5Mb
die Photoionisation der 3p-Schale mit einer atomaren Bindungsenergie von 16eV.
Das Spektrum entha¨lt zu jedem Zeitpunkt die Einteilchenenergie aller Elektronen,
auch der noch nicht aktivierten. Fu¨r diese ist auch ihre designierte kinetische Ener-
gie bei Aktivierung bereits beru¨cksichtigt. Fu¨r sehr fru¨he Zeiten bis etwa t = −20fs
ist das Spektrum daher noch anna¨hernd mono-energetisch mit der U¨berschussenergie
E∗. Somit besitzen die zuerst aktivierten Elektronen eine positive Energie und ko¨nnen
den Coulomb-Komplex verlassen. Dieses hat die wichtige Konsequenz, dass die mittlere
Wechselwirkungsenergie der verbleibenden, noch nicht aktivierten, Elektronen fa¨llt. Dies
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Abbildung 4.5.: Zeitabha¨ngiges Elektronenspektrum A(E) (in beliebigen Einheiten) aller,
aktivierter und nicht-aktivierter, Elektronen fu¨r Parameter N = 123, R = 26au, E∗ = 20eV
und T = 0. Die Energie der noch nicht aktivierten Elektronen entha¨lt bereits ihre designierte
initiale kinetische Energie.
erkennt man an dem Absinken des Hauptpeaks des Spektrums in dieser fru¨hen Phase der
Dynamik. Da die Elektronen, welche den Coulomb-Komplex verlassen, keine weitere Ge-
legenheit haben Energie auszutauschen, bleibt ihre Energie, und somit auch ihr Beitrag
zum Spektrum, ab Verlassen zeitlich konstant. Dies sind die direkten Elektronen.
Sobald der Hauptpeak der Elektronen die Energie E = 0 unterschreitet, was hier kurz
vor t = 0, dem Zeitpunkt maximaler Aktivierungsrate, stattfindet, ko¨nnen neu akti-
vierte Elektronen den Coulomb-Komplex nicht la¨nger direkt verlassen. Sie sind in dem
Hintergrundpotential gefangen. Zwischen den auf engem Raum gebundenen Elektronen
findet nun durch Sto¨ße ein effizienter Energieaustausch statt. Es entsteht ein gebun-
denes Gleichgewichtsplasma, dessen kinetische Energie, wie wir spa¨ter sehen werden,
eine Maxwell-Boltzmann-Verteilung annimmt. Im Spektrum macht sich dies durch die
deutliche Verbreiterung des Hauptpeaks um t = 0 bemerkbar.
Durch den Equilibrierungsprozess entstehen auch immer wieder Elektronen mit aus-
reichend hoher kinetischer Energie, um den Coulomb-Komplex zu verlassen. Dies ist die
Phase der thermischen Elektronenemission. Im Spektrum ergeben sie den zusa¨tzlichen
Peak um E = 0. Fu¨r die zuru¨ckbleibenden Plasmaelektronen bedeutet dieser erneu-
te Elektronenverlust nicht nur eine Abku¨hlung, da die thermische Emission selektiv
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die schnellsten Elektronen auswa¨hlt, sondern insbesondere auch einen weiteren Verlust
an Wechselwirkungsenergie. Dieser Prozess der gekoppelten Elektronenemission nebst
energetischem Absenkens des Plasmas setzt sich so lange fort, bis das mittlere Bin-
dungspotential der Plasmaelektronen so tief wird, dass die Temperatur des Plasmas
nicht mehr ausreicht, um eine nennenswerte Anzahl an Elektronen vorzubringen, deren
kinetische Energie ausreicht, um das Bindungspotential zu u¨berwinden. Es stellt sich
ein quasi-stationa¨rer Zustand ein, in dem das Plasma, wie fu¨r evaporative System u¨blich
[KET96], nur noch auf einer exponentiellen Zeitskala Elektronen emittiert.
Es entsteht hierdurch ab ca. t = 5fs ein Minimum bei E = −20eV, zwischen den
equilibrierten Plasmaelektronen und den bereits zuvor emittierten Elektronen. Diese
energetische Separation des Plasmas in zwei Teile entspricht genau einer ra¨umlichen
Separation des Plasmas. Die Elektronen, welche zu diesem Zeitpunkt positive oder im
Fall von “Rydberg”-a¨hnlichen Orbits auch geringe negative Energie besitzen, haben den
Coulomb-Komplex la¨ngst verlassen und es findet keine Wechselwirkung mehr zwischen
ihnen und dem Coulomb-Komplex statt. Auf der anderen Seite stehen die nun tief ge-
bundenen Plasmaelektronen, mit einem Maximum, welches sich ab t = 20fs, d.h. nach
Abschluss des Aktivierungsprozesses, bei E ≈ −60eV einpendelt.
Die Rolle der U¨berschussenergie fu¨r das Spektrum
Die Aufspaltung des Coulomb-Komplexes in einen freien und einen gebundenen Teil
la¨sst sich sehr anschaulich am finalen Spektrum als Funktion der U¨berschusseenergie,
wie in Abb. 4.6 (b) gezeigt, nachvollziehen. Bis zu einer U¨berschussenergie von 70eV
wird das Spektrum durch zwei Peaks gepra¨gt. Der tiefere Peak wird durch die gebunde-
nen Plasmaelektronen gebildet und seine Breite deutet die Temperatur seiner Gleichge-
wichtsverteilung an. Mit zunehmender U¨berschussenergie sinkt er ab und wird breiter.
Das Absinken erfolgt durch den zunehmenden Elektronenverlust, wa¨hrend seine Verbrei-
terung eine zunehmende Temperatur seines Gleichgewichtszustands zeigt.
Die Elektronen, die den Coulomb-Komplex verlassen haben, besitzen eine positive oder
ho¨chstens geringfu¨gig negative Energie. Dort sind zwei Beitra¨ge vorhanden. Der Peak,
um E ≈ 0 erfolgt aus der thermischen Emission. Da diese Elektronen aus einer Gleichge-
wichtsverteilung hervorgegangen sind, fa¨llt sein Beitrag zu ho¨herer Energie exponentiell
ab. Dieser thermische Peak sitzt auf einem Hintergrund direkt emittierter Elektronen.
Bei einer U¨berschussenergie im Bereich der Potentialtiefe ∼ Q/R, welche durch die ge-
strichelte Linie eingezeichnet ist, ko¨nnen fast alle Elektronen den Coulomb-Komplex
direkt verlassen. Es kommt zu keinem gebundenen Plasma mehr und dementsprechend
auch zu keiner thermischen Emission. Das Spektrum der direkt emittierten Elektronen
la¨sst sich analytisch leicht beschreiben, wie wir in Abschnitt 4.2.1 zeigen werden. Das
Verha¨ltnis von direkter zu thermischer Emission wird in Abschnitt 4.2.2 diskutiert.
In den na¨chsten beiden Abschnitten wollen wir das finale Gleichgewichtsplasma cha-
rakterisieren. Dazu untersuchen wir in einem ersten Schritt seinen Teilchengehalt, also
die Frage, wie viele Elektronen den Coulomb-Komplex insgesamt verlassen. In einem
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Abbildung 4.6.: Finales Elektronenspektrum A(E) (in beliebigen Einheiten) als Funktion
der U¨berschussenergie E∗ fu¨r N = 123, R = 26au und T = 0 (a) bzw. T = 10fs (b).
zweiten Schritt wollen wir die mittlere Elektronenenergie der Plasmaelektronen bestim-
men, welches der Position des Plasmapeaks in Abb. 4.6 (b) entspricht. Ein Vergleich
mit Abb. 4.6 (a), die den Fall T = 0, also instantane Aktivierung aller Elektronen,
zeigt, dass dieser Endzustand nur unwesentlich von der Pulsdauer abha¨ngt. Der gro¨ßte
Unterschied zwischen den beiden Spektren ist vielmehr in dem Bereich E∗ > Q/R, wo
hauptsa¨chlich direkte Emission auftritt, angesiedelt. Dieser Unterschied wird spa¨ter, in
Abschnitt 4.2.4, genauer betrachtet werden.
4.1.4. Elektronenverlust von Coulomb-Komplexen
Im vorangegangenen Abschnitt hatten wir gesehen, dass eins der wesentlichen Merkma-
le der Dynamik aktivierter Coulomb-Komplexe ist, in einen freien Teil (mit positiver
Energie) und ein gebundenes Plasma (mit negativer Energie) zu zerfallen, wobei der
Anteil der freien Elektronen mit zunehmender U¨berschussenergie anwa¨chst. Wir werden
in diesem Abschnitt durch eine einfache Abscha¨tzung des Energieverlusts durch Elektro-
nenverlust des Coulomb-Komplexes eine analytische Formel herleiten, die den Elektro-
nenverlust als Funktion der U¨berschussenergie beschreibt. Wa¨hrend der absolute Wert
des Elektronenverlusts durch die Na¨herung u¨berscha¨tzt wird, gibt sie den differentiellen
Elektronenverlust mit E∗ u¨berraschend genau wieder.
Grundzustandsenergie des geladenen Coulomb-Komplexes
Wir werden den Energieverlust eines Coulomb-Komplexes durch den Verlust von Nout
Elektronen abscha¨tzen, indem wir die Grundzustandsenergie eines neutralen Coulomb-
Komplexes (N = Q) mit der Grundzustandsenergie eines geladenen Coulomb-Komplexes
mit nur noch Nin = N −Nout Elektronen vergleichen. Wir erweitern dafu¨r die Abscha¨t-
zungen der Energieterme des neutralen Coulomb-Komplexes aus Abschnitt 4.1.1 auf den
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Fall eines gebundenen Coulomb-Komplexes. Wir hatten dort in Gl. (4.9) fu¨r die mittlere
Wechselwirkungsenergie des neutralen Coulomb-Komplexes abscha¨tzen ko¨nnen:
〈Vee〉 ≈ −3
2
N
1
3
R
+
6
5
Q
R
. (4.23)
Hierbei nehmen die Elektronen eine Verteilung ein, bei der die konstante positive Jellium-
Ladung maximal abgeschirmt wird. In dem geladenen System mit Nin < Q erwarten
wir, dass der Grundzustand ebenfalls durch eine maximale Abschirmung der positiven
Hintergrundladung gegeben ist. Durch die Ladungsdifferenz ist dies nun allerdings nur
noch bis zu einem Radius R˜ mo¨glich. Dieser Radius ist gegeben durch:
R˜ =
(
Nin
Q
) 1
3
R. (4.24)
Hiermit ko¨nnen wir die mittlere Wechselwirkungsenergie des geladenen Coulomb-Kom-
plexes abscha¨tzen zu:
〈Vee〉Nin ≈ −
3
2
N
1
3
in
R˜
+
6
5
Nin
R˜
= −3
2
Q
1
3
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+
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5
Q
1
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2
3
in
R
. (4.25)
Auf die gleiche Weise erhalten wir eine Na¨herungsformel fu¨r die Energie im Hintergrund-
potential durch Integration u¨ber das Volumen V˜ = (4/3)piR˜3:
〈VC〉Nin ≈
1
V˜
∫
V˜
VC(r)d
3r
= −3
2
Q
R
+
3
10
Q
1
3N
2
3
in
R
. (4.26)
Fu¨r die Gesamtenergie des Grundzustands des gebundenen Coulomb-Komplexes erhal-
ten wir somit na¨herungsweise:
Etot = Nin 〈VC〉Nin +
1
2
Nin 〈Vee〉Nin
≈ 3
2
Nin
R
(
−Q+Q 13
(
3
5
N
2
3
in −
1
2
))
, (4.27)
und fu¨r die mittlere Einteilchenenergie:
〈〉Nin = 〈VC〉Nin + 〈Vee〉Nin
≈ − 3
2R
(
Q+Q
1
3
(
1−N
2
3
in
))
. (4.28)
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Analytischer Ausdruck fu¨r den Elektronenverlust
Anhand der analytischen Audru¨cke fu¨r die Grundzustandsenergie eines geladenen Cou-
lomb-Komplexes ko¨nnen wir nun der Frage nachgehen, wie viele Elektronen einen ak-
tivierten Coulomb-Komplex verlassen werden, und im Umkehrschluss aus wie vielen
Elektronen das verbleibende, gebundene Plasma besteht.
Eine direkte Relation zwischen U¨berschussenergie und Elektronenverlust erha¨lt man,
indem man die Gesamtenergiedifferenz zwischen dem Grundzustand mit allen N Elek-
tronen und einem Endzustand, bei dem sich Nout Elektronen im Unendlichen mit der
Energie E = 0 befinden, wa¨hrend sich die restlichen Nin = N − Nout Elektronen im
neuen Grundzustand befinden, welcher durch den Abschirmradius R˜ charakterisiert ist:
∆E =
(
Nin 〈VC〉Nin +Nin
1
2
〈Vee〉Nin
)
−(
N 〈VC〉N +N
1
2
〈Vee〉N
)
!
= N(E∗ − Eb) (4.29)
⇒ E∗ = 3
2
Q
R
(
3
5
(
Nin
N
) 5
3
−
(
Nin
N
)(
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2
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− Q
− 2
3
2
)
. (4.30)
Dies ist eine implizite Gleichung fu¨r Nin in Abha¨ngigkeit von der U¨berschussenergie.
Als Quintik in (Nin/N)
1/3 la¨sst sich Gl. (4.30) allerdings nicht analytisch nach Nin,
und somit auch nicht nach Nout = N − Nin auflo¨sen. Es wird bei diesem Ansatz ange-
nommen, dass die gesamte Energie, welche dem Coulomb-Komplex mit der Aktivierung
zugefu¨hrt wird, vollsta¨ndig in Elektronenverlust umgewandelt wird. Desweiteren wird
angenommen, dass die entfernten Elektronen keine komplexe Energieverteilung besit-
zen, sondern mono-energetisch die asymptotische Energie E = 0 annehmen. Wie wir an
unserem Beispiel in Abschnitt 4.1.3 gesehen haben, werden beide Na¨herungen auch fu¨r
moderate U¨berschussenergie nicht exakt erfu¨llt. Wie der breite Plasmapeak im Spek-
trum (Abb. 4.6 (a)) andeutet, befindet sich das gebundene Plasma in einem angeregten
Zustand und die freien Elektronen bevo¨lkern den ganzen positiven Energiebereich bis
hin zur U¨berschussenergie E∗, auch wenn durchaus ein Peak bei E = 0 dominiert. Mit
dieser Kenntnis erwarten wir von Gl. (4.30) eine U¨berscha¨tzung des tatsa¨chlichen Elek-
tronenverlusts.
Genau so verha¨lt es sich auch, wie in Abb. 4.7 fu¨r N = 123 (a), 251 (b) und 461
(c) bei gleichem Radius R = 26au und instantaner Aktivierung T = 0 gezeigt ist. Wir
betrachten dort zwei verschiedene Kriterien fu¨r Nout. Zum einen alle Elektronen, die zum
Zeitpunkt t = 100fs eine radiale Koordinate von r > 2R haben (blau), und als weniger
strenges Kriterium alle Elektronen, fu¨r die r > R bei t = 100fs gilt (gru¨n). Die Werte
beider Kurven werden nun wie erwartet durch das analytische Ergebnis (rot), das wir aus
der numerischen Invertierung von Gl. (4.30) erhalten, noch u¨bertroffen. Im Vergleich zur
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Abbildung 4.7.: Absoluter (a-c) Elektronenverlust Nout und differentieller Elektronenverlust
dNout/dE
∗ (d-f) nach (r > R)-Kriterium (gru¨n) und (r > 2R)-Kriterium (blau), sowie analy-
tisches Resultat nach Gl. (4.30) (rot) fu¨r R = 26au, T = 0 und N = 123 (a,d), N = 251 (b,e)
und N = 461 (c,f).
(r > 2R)-Kurve besteht fu¨r N = 123 bereits bei E∗ = 0 eine Abweichung von ungefa¨hr
einem Faktor zwei (Nout ≈ 40 (analytisch) statt 20 (numerisch)). Der Vergleich mit dem
(r > R)-Wert fa¨llt etwas besser aus, obwohl auch hier z.B. bei E∗ = 0 noch immer eine
absolute Differenz von ca. 10 Elektronen zum theoretischen Wert besteht. Ein qualitativ
a¨hnliches Bild ergibt sich auch fu¨r N = 251 (Abb. 4.7 (b)) und N = 461 (Abb. 4.7 (c)).
Trotz dieser absoluten Abweichung ist der Kurvenverlauf aller drei Kurven sehr a¨hnlich,
wodurch die relative Abweichung mit zunehmender U¨berschussenergie deutlich geringer
wird. Besonders deutlich wird der a¨hnliche Kurvenverlauf, wenn wir die Ableitung,
dNout
dE∗
, (4.31)
betrachten (Abb. 4.7 (d,e,f)). Hier sehen wir eine fast perfekte U¨bereinstimmung zwi-
schen theoretischem Wert und den numerischen Daten mit (r > R)-Kriterium. Ab einer
U¨berschussenergie von E∗ ≈ 0 ist auch die U¨bereinstimmung mit der (r > 2R)-Kurve
sehr gut. Fu¨r große U¨berschussenergien konvergieren alle drei Kurven gar jeweils zu
einem fast konstanten Wert. Dieser Wert liegt ungefa¨hr bei 0.8eV−1. Dies entspricht ge-
nau dem Inversen der Energie, welche die verbleibenden Elektronen bei Entnahme eines
Elektrons aus dem Grundzustand im Mittel verlieren, und welche mit Gl. (4.9) auf 5R/6
abgescha¨tzt werden kann. Daran erkennt man, dass in diesem Bereich der zusa¨tzliche
Elektronenverlust, wie auch in Abb. 4.6 zu sehen, durch direkte Elektronenemission
erfolgt.
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Universelles Verhalten des Elektronenverlusts von Coulomb-Komplexen
Wir wollen nun das Verha¨ltnis von Elektronenverlust und U¨berschussenergie fu¨r Cou-
lomb-Komplexe mit verschiedener Teilchenzahl direkt vergleichen. Hierzu fu¨hren wir
die relative Anzahl nin ≡ Nin/N der gebundenen Elektronen ein und betrachten ferner
die U¨berschussenergie relativ zur Hintergrundpotentialtiefe, indem wir ∗ ≡ E∗/ |VC(0)|
definieren. Damit erhalten wir aus Gl. (4.30) fu¨r ∗ als Funktion von nin:
∗(nin) =
(
3
5
n
5
3
in −
(
1 +
Q−
2
3
2
)
nin +
(
2
5
− Q
− 2
3
2
))
, (4.32)
und fu¨r die Ableitung:
d∗
dnin
=
(
n
2
3
in −
(
1 +
Q−
2
3
2
))
Q1≈ n
2
3
in − 1. (4.33)
Die Darstellung von ∗ als Funktion von nin ist etwas unkonventionell, da eigentlich
∗ den Kontrollparameter und der Elektronenverlust die Messgro¨ße darstellt. Dennoch
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Abbildung 4.8.: Vergleich der numerischen und analytischen Werte der differentiellen Abnah-
me der relativen Anregungsenergie mit der relativen Anzahl der Plasmaelektronen d∗/dnin.
Numerische Daten mit (r < R Kriterium) fu¨r N = 57 (gru¨n), N = 123 (blau), N = 251
(orange), N = 461 (lila), N = 949 (magenta) und N = 1935 (cyan), sowie analytische Kurve
nach Gl. (4.33) (rot).
zeigt ein Vergleich von Gl. (4.33) zu den numerischen Ergebnissen fu¨r Teilchenzahlen
von N = 57 bis N = 1935, wie in Abb. 4.8 dargestellt, ein interessantes Verhalten. Das
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analytische Ergebnis zeigt auch hier differentiell ein effizienteres Ionisationsverhalten
des Coulomb-Komplexes. Dies gilt insbesondere fu¨r kleine Werte von nin, also im Be-
reich hoher U¨berschussenergie. Dies ist insbesondere dem starken Energieverlust durch
direkte Elektronen geschuldet, die hier dominieren. In Gl. (4.33) findet dieser jedoch kei-
ne Beru¨cksichtigung. Auffallend ist jedoch in dieser Darstellung, dass die numerischen
Kurven im Rahmen der numerischen Statistik insbesondere fu¨r große Werte von nin
u¨bereinander liegen, also ein universelles Verhalten zeigen.
Da ∗ eine skalierungsinvariante Parameterkombination darstellt, folgt, dass diese
U¨bereinstimmung von dem hier gewa¨hlten Radius unabha¨ngig ist. Da die Pulsdauer
sich fu¨r den Elektronenverlust als nebensa¨chlich erweist, ist damit in Abb. 4.8 der volle
relevante Parameterraum fu¨r die dargestellten Teilchenzahlen erfasst. Obwohl das ana-
lytische Ergebnis Abweichungen zeigt, la¨sst sich durch diese Darstellung der Parameter
∗, also das Verha¨ltnis von U¨berschussenergie zu Hintergrundpotentialtiefe, als entschei-
dende Variable fu¨r den Elektronenverlust von Coulomb-Komplexen identifizieren.
4.1.5. Gebundenes Gleichgewichtsplasma
Wie wir zuvor gesehen haben, endet die Aktivierung eines Coulomb-Komplexes mit mo-
derater U¨berschussenergie in einem gebundenen Gleichgewichtsplasma. Dieser Plasma-
zustand ist dadurch bestimmt, dass die Anzahl seiner Elektronen und seine Temperatur
derart im Gleichgewicht stehen, dass ein weiterer Elektronenverlust durch thermische
Emission nur noch selten stattfindet.
Nachdem wir im vorangehenden Abschnitt den Elektronenverlust eines Coulomb-
Komplexes und damit auch die Anzahl der verbleibenden Elektronen, die das Gleichge-
wichtsplasma bilden, untersucht haben, wollen wir nun die mittlere Elektronenenergie
dieses Plasmas, also die Position des Plasmapeaks im Elektronenspektrum als Funktion
der U¨berschussenergie bestimmen. Diese Energie ha¨ngt empfindlich von der Gleichge-
wichtskonfiguration der Plasmaelektronen ab.
Wir werden in diesem Abschnitt die mittlere Elektronenenergie des Plasmas durch
seinen Grundzustandswert von unten und mit einem Korrekturterm aus dem Energie-
verlust durch Elektronenverlust auch von oben abscha¨tzen. Dies geschieht jeweils in
Abha¨ngigkeit der Anzahl der verbleibenden Plasmaelektronen, die wir den numerischen
Rechnungen entnehmen. A¨hnlich wie zuvor la¨sst sich daru¨berhinaus ein analytischer
Wert fu¨r den differentiellen Energieverlust bei Erho¨hung der U¨berschussenergie durch
den Vergleich der Grundzustandsenergien eines neutralen und eines geladenen Coulomb-
Komplexes angeben. Eine Modifikation mit einem ad hoc eingefu¨hrten Faktor fu¨hrt zur
U¨bereinstimmung mit den von der endlichen Temperatur des Plasmas gepra¨gten nume-
rischen Werten.
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Die mittlere Elektronenenergie des Plasmas im Grundzustand
Um die Energie des Plasmas abzuscha¨tzen nehmen wir zuna¨chst die Anzahl der Plas-
maelektronen Nin aus den numerischen Rechnungen als bekannt an. Setzt man diesen
tatsa¨chlichenen Wert in Gl. (4.28) ein, so erha¨lt man durch den Grundzustand bereits ei-
ne gute Abscha¨tzung der mittleren Elektronenenergie des Plasmas. Dies ist in Abb. 4.9
(a)-(c) fu¨r N = 123, 251 und 461 dargestellt. Die blauen Punkte zeigen die numeri-
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Abbildung 4.9.: Mittlere Elektronenenergie 〈〉 des finalen gebundenen Plasmas als Funktion
der U¨berschussenergie E∗ (a-c) und ihre Ableitung d 〈〉 /dE∗ (d-f) numerisch nach (r < 2R)-
Kriterium (blaue Punkte) und analytisch nach Gl. (4.28) mit numerischem Wert fu¨r Nin ohne
(schwarz, gestrichelt) und mit (schwarz, durchgezogen) Korrekturterm aus Gl. (4.39), sowie
analytische Kurven nach Gl. (4.45) bzw. (4.47) (rot, durchgezogen) und Gl. (4.47) multipliziert
mit einem ad hoc-Faktor 3/5 (rot, gestrichelt) fu¨r R = 26, T = 0 und N = 123 (a,d), N = 251
(b,e) und N = 461 (c,f).
schen Werte der mittleren Energie der Plasmaelektronen, zu denen wir hier alle Elek-
tronen za¨hlen, die r < 2R erfu¨llen. Die gestrichelte schwarze Kurve ergibt sich aus der
Abscha¨tzung durch den Grundzustand anhand des tatsa¨chlichen Wertes von Nin. Gera-
de bei geringer U¨berschussenergie sehen wir hier eine gute U¨bereinstimmung, und erst
bei gro¨ßerer U¨berschussenergie gibt die Abscha¨tzung durch den Grundzustand einen
deutlich zu niedrigen Wert fu¨r die mittlere Einteilchenenergie. Die rote Kurve zeigt zum
Vergleich eine rein analytische Abscha¨tzung in der die gena¨herte Grundzustandsenergie
aus Gl. (4.28) mit der analytischen Teilchenzahl aus Gl. (4.30) ausgewertet wird. Dies
ergibt aufgrund der U¨berscha¨tzung des Elektronenverlusts eine viel zu niedrige mittlere
Energie der Plasmaelektronen.
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Gleichgewichtskonfiguration des gebundenen Plasmas
Die Grundzustandsenergie ergibt auch fu¨r den richtigen Wert von Nin eine zu niedri-
ge Energie, weil sich das Plasma nicht im Grundzustand, sondern in einem angeregten
Gleichgewichtszustand befindet. Dies wird deutlich, wenn wir die Verteilung der kine-
tischen Energie sowie die Elektronendichte nach einer Propagationszeit von t = 100fs
betrachten. Diese sind in Abb. 4.10 (a) bzw. (b) dargestellt. Die kinetische Energie der
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Abbildung 4.10.: (a) Kinetische Energie-Verteilung des gebundenen Plasmas nach (r < 2R)-
Kriterium und Fit mit Maxwell-Boltzmann Verteilung (Gl. (4.34)). (b) Ra¨umliche Gleichge-
wichtsverteilung des gebundenen Plasmas und Fit mit einer Fermi-Funktion (Gl. (4.35)). Mo-
dellparameter fu¨r (a) und (b): N = 123, R = 26au, T = 0 und E∗ = 0 (rot), 20eV gru¨n, 40eV
(blau) und 60eV (magenta). Alle Fitparameter sind in Tab. 4.2 aufgefu¨hrt.
Elektronen folgt sehr genau einer Maxwell-Boltzmann Verteilung [RAI09] der Form
fMB(E) ∼
√
E
pi(kBT )3
e
− E
kBT , (4.34)
wobei die Fit-Temperatur kBT sehr gut mit der mittleren kinetischen Energie der Plas-
maelektronen nach 〈Ekin〉 = (2/3)kBT u¨bereinstimmt. Die endliche Temperatur des Plas-
mas bedeutet eine Abweichung der mittleren Elektronendichte von der Grundzustands-
konfiguration, wie in Abb. 4.10 (b) zu sehen ist. Sie la¨sst sich, zumindest innerhalb des
Clusterradius, in guter Na¨herung durch eine Fermiverteilung
ff(r) ∼
(
e
r−R˜f
δr + 1
)−1
r2, (4.35)
mit den Fitparametern R˜f und δr beschreiben, die die Bedeutung eines Abschirmradius
bzw. der Breite einer Aufweichzone um R˜f besitzen.
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An den Fit-Parametern in Tab. 4.2 erkennt man, wie die mit ho¨herer U¨berschuss-
energie einhergehende ho¨here Temperatur des Plasmas zu einer sta¨rkeren Aufweichung
der Elektronendichte, also zu gro¨ßeren Werten von δr fu¨hrt. Wa¨hrend fu¨r E∗ = 0.0
(kBT = 2.6eV) noch eine leicht aufgeweichte stufenfo¨rmige Elektronendichte (δr/R˜f =
0.07) zu erkennen ist, so ist diese bei den ho¨heren U¨berschussenergien von E∗ = 20eV
(kBT = 8.0eV) bis E
∗ = 60eV (kBT = 18.6eV) bereits ohne erkennbaren Stufencharakter
(δr/R˜f = 0.16 bzw. 0.45).
Desweiteren fa¨llt auf, dass auch im Zentrum des Coulomb-Komplexes die Jelliumdichte
nicht mehr erreicht wird. Die Verteilung weicht stark von der Grundzustandsverteilung
einer homogenen Jellium-Dichte ρ0 innerhalb des Abschirmradius R˜ (siehe Gl. (4.24)) ab.
Es ist noch zu bemerken, dass der Fit-Parameter R˜f mit zunehmender U¨berschussenergie
schneller fa¨llt, als dies fu¨r R˜ aus Gl. (4.24) der Fall ist, so dass die genaue Beziehung
aus Nin, R und kBT einerseits sowie R˜f und δr andererseits nicht bekannt ist.
E∗[eV] Nin R˜[au] 2/3 〈Ekin〉 [eV] kBT [eV] R˜f [au] δr[au]
0.0 103.9 24.6 2.7 2.6 23.4 1.67
20.0 70.0 21.5 8.1 8.0 19.7 3.23
40.0 49.6 19.2 12.9 13.2 16.0 4.49
60.0 35.0 17.1 17.4 18.6 12.5 5.63
Tabelle 4.2.: Fitparameter kBT , R˜f und δr fu¨r Gleichgewichtsverteilungen des gebundenen
Plasmas aus Abb. 4.10, sowie Anzahl der Plasmaelektronen Nin nach (r < 2R)-Kriterium, ana-
lytischer Abschirmradius R˜ nach Gl. (4.24) und mittlere kinetische Energie fu¨r N = 123, R =
26au, T = 0 fu¨r E∗ = 0 . . . 60eV.
Im na¨chsten Abschnitt werden wir anhand einer Abscha¨tzung des Energieverlusts des
Coulomb-Komplexes einen Korrekturterm zur Grundzustandsenergie herleiten, wodurch
wir die mittlere Energie der Plasmaelektronen auch von oben eingrenzen ko¨nnen.
Abscha¨tzung der Gesamtenergie des gebundenen Plasmas
Zur Abscha¨tzung des Energieverlusts des Coulomb-Komplexes unterscheiden wir zwi-
schen zwei Arten von freien Elektronen. Zum einen die direkten Elektronen, die den
Komplex unmittelbar nach Aktivierung mit ihrer initialen Energie verlassen ko¨nnen,
und zum zweiten die thermisch emittierten Elektronen, die zuna¨chst gebunden aktiviert
werden und erst durch Energiegewinn wa¨hrend des Equilibrierungsprozesses des Plasmas
den Komplex verlassen ko¨nnen. Fu¨r Letztere liegt ihr Maximum im Spektrum bei E = 0
und wir nehmen na¨herungsweise an, dass alle thermischen Elektronen die Endenergie
E = 0 annehmen. Fu¨r die direkten Elektronen hingegen nehmen wir eine positive En-
denergie an. Hierzu fu¨hren wir die mittlere initiale Paar-Wechselwirkungsenergie 〈r−1ee 〉
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ein. Sie entspricht dem mittleren inversen Abstand zweier Elektronen in der Ausgangs-
konfiguration des Coulomb-Komplexes. Damit verha¨lt sie sich zur initialen mittleren
Wechselwirkungsenergie wie: 〈
r−1ee
〉
=
〈Vee〉
(N − 1) . (4.36)
Entfernen wir nun ausgehend vom Anfangszustand des Coulomb-Komplexes, fu¨r den fu¨r
die mittlere Einteilchenenergie 〈〉 = E∗ gilt, sequentiell Elektronen, so sinkt mit jedem
Elektron die mittlere Energie der verbleibenden Elektronen um genau ∆E = 〈r−1ee 〉.
Entfernung von Nout Elektronen entspricht daher einem Absinken der mittleren Energie
um 〈〉 → E∗ −Nout 〈r−1ee 〉. Insgesamt ko¨nnen also E∗/ 〈r−1ee 〉 Elektronen auf diese Weise
entfernt werden, bis die mittlere Energie der Elektronen im Coulomb-Komplex 〈〉 = 0
erreicht. Ab nun wird in unserer Na¨herung nur noch “thermisch” emittiert.
Der gesamte Energieverlust in dieser Na¨herung durch sequentielles und thermisches
Entfernen betra¨gt somit:
∆E =
1
2
E∗2
〈r−1ee 〉
. (4.37)
Die Gesamtenergie pro Plasmaelektron ist dann mit Gl. (4.3)
Etot
Nin
=
1
Nin
(
NE∗ − 1
2
N 〈Vee〉0 −
1
2
E∗2
〈r−1ee 〉
)
. (4.38)
Korrekturterm fu¨r die Temperatur des gebundenen Plasmas
Aus der Gesamtenergie des Grundzustandes zu Nin (Gl. (4.27)) und der gescha¨tzten
Gesamtenergie des angeregten Plasmazustands (Gl. (4.38)) ko¨nnen wir den Betrag an
kinetischer Energie ermitteln, die man dem Grundzustand hinzufu¨gen mu¨sste, um das
System energetisch in den tatsa¨chlich vorhandenen angeregten Endzustand zu bringen.
Wir bezeichnen diese fehlende kinetische Energie des Grundzustandes mit
〈Ekin〉Nin,0 =
Etot
Nin
− E0,Nin
Nin
. (4.39)
Wir erhalten somit eine temperaturabha¨ngige Korrektur zur Abscha¨tzung durch den
Grundzustand der mittleren Energie der Plasmaelektronen, indem wir den Korrektur-
term zur mittleren Energie im Grundzustand hinzuaddieren:
〈〉Nin,0 = 〈VC〉Nin,0 + 〈Vee〉Nin,0 + 〈Ekin〉Nin,0 . (4.40)
Der durch hinzufu¨gen von kinetischer Energie erzielte Zustand ist kein Gleichge-
wichtszustand. Aktivierung aus dem Grundzustand mit einer Gleichverteilung der kine-
tischen Energie wu¨rde vielmehr zu einer Aufweichung der Grundzustandskonfiguration
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fu¨hren. Hiermit verbunden ist eine Reduktion der Wechsewirkungsenergie, welche nach
Etot/Nin = 〈〉Nin − 1/2 〈Vee〉Nin bei gleichbleibender Gesamtenergie eine Verschiebung
des Spektrums zu niedrigeren Energien hin bedeutet.
Dies erkennt man an folgender U¨berlegung: Kennzeichnen wir die Energien dieses
Gleichgewichtszustands durch den Index 1, so ergibt sich durch Energieerhaltung:
〈VC〉Nin,0 +
1
2
〈Vee〉Nin,0 + 〈Ekin〉Nin,0 = 〈VC〉Nin,1 +
1
2
〈Vee〉Nin,1 + 〈Ekin〉Nin,1 . (4.41)
Die Grundzustandskonfiguration ist gekennzeichnet durch die Minimierung der Gesam-
tenergie. Folglich gilt:
〈VC〉Nin,0 +
1
2
〈Vee〉Nin,0 < 〈VC〉Nin,1 +
1
2
〈Vee〉Nin,1
⇒ 〈Ekin〉Nin,0 − 〈Ekin〉Nin,1 =
〈VC〉Nin,1 +
1
2
〈Vee〉Nin,1 − 〈VC〉Nin,0 +
1
2
〈Vee〉Nin,0
> 0. (4.42)
Fu¨r die Verschiebung im Einteilchenspektrum gilt dann:
〈〉0 − 〈〉1 = 〈VC〉Nin,0 + 〈Vee〉Nin,0 + 〈Ekin〉Nin,0 −(
〈VC〉Nin,1 + 〈Vee〉Nin,1 + 〈Ekin〉Nin,1
)
=
1
2
〈Vee〉Nin,0 −
1
2
〈Vee〉Nin,1 > 0. (4.43)
Wir ko¨nnen somit die mittlere Energie der Plasmaelektronen von unten durch die
entsprechende Grundzustandsenergie und mit dem Korrekturterm aus Gl. (4.40) auch
von oben abscha¨tzen. Die obere Abscha¨tzung ist in Abb. 4.9 (a,b,c) als durchgezogene
schwarze Kurve dargestellt. Die tatsa¨chlichen numerischen Werte liegen wie erwartet im
Bereich zwischen unseren Abscha¨tzungen, dem blau schattierten Bereich. Insbesondere
bei geringer U¨berschussenergie ist das Intervall sehr schmal und eine pra¨zise Angabe der
mittleren Elektronenenergie des Plasmas mo¨glich.
Differentieller Energieverlust der Plasmaelektronen
In Abb. 4.9 (d-f) ist auch die differentielle Energieabnahme der Plasmaelektronen mit
der U¨berschussenergie dargestellt. Das rein analytische Ergebnis (rote, durchgezogene
Kurve) weicht auch hier konsistent mit zu geringen Werten ab. Es ist dennoch instruktiv,
sich das analytische Ergebnis genauer anzusehen. Es gilt allgemein:
d 〈〉
dE∗
=
d
dE∗
(〈VC〉+ 〈Vee〉+ 〈Ekin〉) . (4.44)
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In unserer Na¨herung ist 〈Ekin〉 = 0 und die anderen Energieterme ha¨ngen mit Gl. (4.25)
und (4.26) u¨ber nin(E
∗) von der U¨berschussenergie ab, so dass wir in dieser Na¨herung
d 〈〉
dE∗
≈ ∂ (〈VC〉+ 〈Vee〉)
∂nin
dnin
dE∗
(4.45)
erhalten. Ableitung von Gl. (4.25) und (4.26) ergibt:
∂ 〈VC〉
∂nin
≈ 1
5
Q
R
n
− 1
3
in und
∂ 〈Vee〉
∂nin
≈ 4
5
Q
R
n
− 1
3
in , (4.46)
und insgesamt:
d 〈〉
dE∗
≈ n−
1
3
in (E
∗)
Q
R
dnin
dE∗
, (4.47)
wobei (dnin/dE
∗) numerisch aus Gl. (4.30) bestimmt wird. Es genu¨gt, die Na¨herung
in Gl. (4.47) ad hoc um einen Faktor 3/5 zu modifizieren, und wir erhalten mit der
gestrichelten roten Kurve in Abb. 4.9 (d-f) eine exzellente U¨bereinstimmung mit den
numerischen Daten.
Wir sehen damit erneut, dass die komplexe Multi-Elektronen-Dynamik der Coulomb-
Komplexe in ihrem asymptotischen Verhalten, wenn auch nicht im Detail, so doch in
wesentlichen Zu¨gen durch die Grundzustandsenergie gepra¨gt ist. Dies la¨sst sich vermut-
lich auf die Eigenschaft des Coulomb-Komplexes als offenes System zuru¨ckfu¨hren. Es
wird selbst-korrektiv dafu¨r sorgt, dass der relative Anregungsgrad des Plasmas nicht zu
hoch wird. Der asymptotische Endzustand ist dadurch gepra¨gt, dass die Temperatur des
Plasmas stets viel geringer als die Bindungsenergie ist, da ansonsten die Phase der ther-
mischen Emission noch nicht abgeschlossen wa¨re. Bei einer zu starken Anregung vom
Grundzustand kommt es gar nicht erst zur Plasmabildung, da der Coulomb-Komplex
vollsta¨ndig fragmentiert.
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4.2. Klassifikation der Dynamik von
Coulomb-Komplexen
In Kapitel 4.1 hatten wir unser Modell der Coulomb-Komplexe eingefu¨hrt. Wir konn-
ten zeigen, dass ein wesentliches Charakteristikum angeregter Coulomb-Komplexe die
Aufteilung in einen freien und einen gebundenen, equilibrierten Teil ist. Es war uns
hierbei mo¨glich, den Elektronenverlust des Coulomb-Komplexes durch eine analyti-
sche Herangehensweise zu charakterisieren. Hierbei hat sich als entscheidender Para-
meter das Verha¨ltnis von U¨berschussenergie zu Hintergrundpotentialtiefe herausgestellt.
Wa¨hrend wir uns dort jedoch prima¨r fu¨r den quasi-stationa¨ren Endzustand des Coulomb-
Komplexes interessiert haben, wollen wir in diesem Kapitel auch das transiente Verhalten
untersuchen. Hierbei kommt nun auch der Pulsdauer, welche wir zuvor weitestgehend
außer Acht gelassen hatten, eine tragende Rolle zu. Dies liegt daran, dass besonders
die fru¨h aktivierten Elektronen den Komplex bevorzugt verlassen ko¨nnen, wobei ihrem
Spektralbeitrag Informationen u¨ber den aktuellen Zustand des Coulomb-Komplexes,
welcher stark von der Aktivierungsrate beeinflusst ist, aufgepra¨gt werden. Das Elektro-
nenspektrum wird somit zu einer der Kernobservablen, in der sich die erzeugte Dynamik
nachhaltig niederschla¨gt.
Es ist unser Ziel, eine pha¨nomenologische Klassifikation unsereres Modells durch-
zufu¨hren. In Abschnitt 4.1.2 hatten wir gezeigt, dass der urspru¨nglich vierdimensionale
Parameterraum des Modells (N,R,E∗, T ) sich durch eine Skalierungseigenschaft der Ha-
miltonschen Dynamik auf drei Dimensionen reduzieren la¨sst. Wir zeigen im folgenden
anhand von numerischen Beispielen, eigene und aus der Literatur entnommene, dass sich
dieser verbleibende dreidimensionale Parameterraum in vier Bereiche mit jeweils eigener
charakteristischen Elektronendynamik unterteilen la¨sst.
In Abb. 4.11 ist das volle Klassifikationsschema dargestellt, nach welchem wir vorge-
hen werden. Wir betrachten die Parameterbereiche in dieser Darstellung aus Sicht der
U¨berschussenergie und der Pulsla¨nge, als einfach zu interpretierende und auch experi-
mentell zuga¨ngliche Parameter.
Das erste Klassifikationskriterium in dieser Darstellung ist der Grad an “Freiheit”
des Coulomb-Komplexes, welcher den Anteil an Elektronen, welche den Komplex ver-
lassen ko¨nnen betrifft. Wie im vorangehenden Abschnitt bereits gesehen, ist hierfu¨r
die zugefu¨hrte Energie, durch E∗ quantifiziert, im Verha¨ltnis zum Hintergrundpotenti-
al entscheidend. Die meisten Elektronen des Coulomb-Komplexes ko¨nnen diesen direkt
verlassen, sofern die U¨berschussenergie gro¨ßer als das Hintergrundpotential ist. Ist die
U¨berschussenergie hingegen deutlich geringer als die Tiefe des Hintergrundpotentials, so
bleiben die meisten Elektronen gebunden und es bildet sich ein Plasma aus.
In beiden Fa¨llen, sowohl beim direkten Verlassen des Coulomb-Komplexes als auch
bei der Plasmabildung, kommt der Pulsla¨nge eine wichtige Rolle fu¨r die resultierende
Dynamik zu. Wir ko¨nnen zwischen langen und kurzen Pulsen unterscheiden, indem wir
die jeweiligen relevanten Zeitskalen betrachten.
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E∗ < N/RE∗ ! N/R
U¨berschussenergie, E∗
gebundenfrei
Pulsla¨nge, T
T > 2pi
√
R3/N
lang
wa¨hrend Aktivierung
Equilibrierung
(Abschn. 4.2.2)
T < R/
√
2E∗
kurz
(Abschn. 4.2.4)
Ionisation
nicht-sequentielle
T < 2pi
√
R3/N
kurz
(Abschn. 4.2.3)
Plasmaoszillationen
lang
Ionisation
sequentielle
(Abschn. 4.2.1)
T >
NR√
2E∗ −Q/R
Abbildung 4.11.: U¨bersicht des Klassifikationsschemas der Dynamik von Coulomb-
Komplexen in u¨berwiegend freie oder gebundene Systeme, sowie nach kurzen oder langen
Pulsen.
Bei u¨berwiegend freien Systemen muss die Pulsdauer mit der Fluchtzeit der aktivierten
Elektronen verglichen werden. Wird diese u¨berschritten, so erfolgt der Elektronenverlust
sequentiell. Dieser Fall wird in Abschnitt 4.2.1 untersucht werden. Es kommt zu keinem
Energieaustausch der Elektronen untereinander. Dies fu¨hrt zu einem charakteristischen
Plateau im Elektronenspektrum, dessen genaue Form sich analytisch bestimmen la¨sst.
Bei Unterschreitung der Fluchtzeit durch die Pulsla¨nge, wie wir es in Abschnitt 4.2.4
betrachten, ko¨nnen die Elektronen noch wa¨hrend der direkten Emission untereinander
Energie austauschen. Dieser Energieaustausch macht sich durch eine deutliche Defor-
mation des Plateaus im Spektrum bemerkbar. Insbesondere kommt es hierbei zu der
Erzeugung von besonders schnellen Elektronen, deren Energie die U¨berschussenergie
u¨bersteigt. Wir deuten ihre exponentielle Verteilung als Hinweis auf eine Equilibrierung
des Elektronensystems im Kontinuum.
Fu¨r u¨berwiegend gebundene Systeme ist diese Zeitskala durch die zur Frequenz Ω des
Hintergrundpotentials korrespondierende Periode gegeben. Wird diese durch die Puls-
dauer unterschritten, wird ein Nicht-Gleichgewichtsplasma erzeugt, welches sich durch
Oszillationen im Hintergrundpotential bemerkbar macht, ehe es in einen Gleichgewichts-
zustand relaxiert. In Abschnitt 4.2.3 argumentieren wir, dass es sich bei diesen Oszil-
lationen um Dipoloszillationen handelt und zeigen, dass sich ihre Amplitude mit der
Teilchenzahl verringert. Bei langen Pulsen gegenu¨ber der Oszillationsperiode hingegen
ko¨nnen keine Oszillationen angeregt werden, da das Elektronensystem zwischen Akti-
vierungen bereits wieder relaxiert ist. Bei einer hinreichenden Dichte des equilibrierten
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Plasmas kann sich dieses, wie wir in Abschnitt 4.2.2 zeigen werden, im Spektrum durch
einen massiven Anteil an thermisch emittierten Elektronen bemerkbar machen, wie dort
auch ein Vergleich mit experimentellen Daten von Xenonclustern in 90eV-FLASH-Pulsen
zeigt. Abschließend wird in Abschnitt 4.2.5 eine geometrische Einordnung des vollen
Klassifikationsschemas, unter der Beru¨cksichtigung der Skalierungseigenschaft des Mo-
dells der Coulomb-Komplexe, innerhalb des Parameterraums unternommen.
4.2.1. Sequentielle Ionisation
Wir betrachten als ersten der vier Bereiche unseres Klassifikationsschemas den Fall freier
Systeme und langer Pulse. Wir wollen zuna¨chst unsere Wahl des Kriteriums fu¨r ein
freies System motivieren. Das Gesamtsystem des Coulomb-Komplexes ist im strikten
Sinne frei, wenn seine Gesamtenergie gro¨ßer als null ist, also Etot > 0. Aus unserer
Na¨herungsformel fu¨r die Gesamtenergie eines angeregten Coulomb-Komplexes (4.14)
ko¨nnen wir die Bedingung
E∗ >
1
2
(
−3
2
N
1
3
R
+
6
5
Q
R
)
N1≈ 3
5
N
R
(4.48)
fu¨r einen freien Coulomb-Komplex herleiten. Je nach Aufteilung der Gesamtenergie des
Coulomb-Komplexes auf seine Konstituenten kann fu¨r den Schwellenwert E∗ = 3N/5R
noch immer ein nicht unwesentlicher Anteil der Elektronen gebunden bleiben, so dass
wir diesen Wert mehr als untere Grenze betrachten.
Ein Ausdruck fu¨r eine obere Grenze la¨sst sich aus dem Grenzfall sehr langer Pul-
se herleiten. In diesem Szenario verlassen die Elektronen sequentiell den Coulomb-
Komplex. Das als letztes aktivierte Elektron spu¨rt somit nur noch das Hintergrund-
potential, welches zum Zeitpunkt der Aktivierung Werte im Intervall −3
2
Q
R
< E < −Q
R
annimmt. Initialisiert wird dieses Elektron mit einer kinetischen Energie von mindestens
der U¨berschussenergie E∗. Es ist also definitiv frei, sofern E∗ > 3
2
Q
R
erfu¨llt ist. In die-
sem Fall ist also nicht nur das System als ganzes frei, sondern jedes einzelne Elektron
kann den Coulomb-Komplex verlassen. Wie wir in Kapitel 4.1, speziell in Abb. 4.7 (a-
c), gesehen haben, verla¨uft der Elektronenverlust kontinuierlich zwischen u¨berwiegend
gebunden und u¨berwiegend frei als Funktion von E∗/(Q/R). Wir verwenden daher im
folgenden das Kriterium
E∗ >
Q
R
⇒ “frei”, (4.49)
welches in dem Bereich zwischen einem nominell freien Coulomb-Komplex und einem
System, in dem alle Elektronen frei sind, liegt und sich, wie wir sehen werden, auch
empirisch zur Charakterisierung bewa¨hrt, da hier bereits qualitativ die Eigenschaften
eines freien Systems vorherrschen.
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Wir kommen nun zum zweiten Kriterium, die Pulsla¨nge betreffend. Eine sequentielle
Ionisation ist dadurch gekennzeichnet, dass eine direkte Wechselwirkung der Elektro-
nen untereinander ausbleibt. Dies wird erreicht, solange ein aktiviertes Elektron bis zur
Aktivierung des folgenden Elektrons den Komplex bereits verlassen hat. Da in einem
freien System fast alle Elektronen den Coulomb-Komplex verlassen, und selbst das letz-
te Elektron mit einer kinetischen Energie von mindestens E∗−Q/R entsprechend einer
Geschwindigkeit von v =
√
2 (E∗ −Q/R) aktiviert wird (die vorherigen Elektronen sind
noch schneller), ko¨nnen wir eine Fluchtzeit τF ≡ R√
2(E∗−Q/R) definieren, in der ein solches
Elektron einen Clusterradius R durchla¨uft1.
Die Zeit zwischen der Aktivierung von zwei Elektronen liegt in der Gro¨ßenordnung
von τA ≡ T/N , welche wir fortan als Aktivierungszeit bezeichnen. Ist τA gro¨ßer als diese
Fluchtzeit, so wird die mittlere Wechselwirkungsenergie zweier urspru¨nglich benachbar-
ter Elektronen 〈r−1ee 〉 auf unter R−1  〈r−1ee 〉 reduziert. Wir erhalten als Kriterium fu¨r
vollsta¨ndig sequentielle Ionisation somit:
τA ≡ T
N
 τF ≡ R√
2(E∗ −Q/R) ⇒ “vollsta¨ndig sequentiell”. (4.50)
Im Grenzfall sehr langer Pulse T →∞ fa¨llt die bina¨re Wechselwirkungsenergie zweier
nacheinander aktivierter Elektronen auf Null. Hierdurch la¨sst sich das resultierende Elek-
tronenspektrum aus rein statistischen und energetischen Relationen ohne dynamischen
Anteil berechnen. Dies kann numerisch durch eine Monte-Carlo-Simulation [BOS08] oder
analytisch, wie im folgenden Abschnitt beschrieben, erfolgen. Wie wir dort sehen werden,
erha¨lt man als charakteristisches Merkmal des fehlenden direkten Energieaustauschs der
Elektronen untereinander ein plateaufo¨rmiges Spektrum.
Bei gro¨ßerer Teilchenzahl lohnt es sich, zusa¨tzlich die Pulsdauer T und nicht nur
die Aktivierungsrate τA direkt mit der Fluchtzeit τF zu vergleichen. Ist diese deutlich
gro¨sser als die Fluchtzeit, so werden die zuerst aktivierten Elektronen nicht mehr mit
den zuletzt aktivierten Elektronen wechselwirken, auch wenn eine Wechselwirkung di-
rekt aufeinanderfolgend aktivierter Elektronen noch mo¨glich ist. In diesem Fall sprechen
wir von “global sequentieller Ionisation”, da das Spektrum insgesamt noch immer die
Charakteristika eines sequentiellen Spektrums mit ausgepra¨gtem Plateau aufweist:
T  τF ⇒ “global sequentiell”. (4.51)
1Korrekterweise sollte bei der Definition der Fluchtzeit auch das verbleibende Hintergrundpo-
tential beru¨cksichtigt werden. Bei r = 0 aktiviert (der ungu¨nstigste Fall) mit einer kineti-
schen Energie E∗ − Q/R beno¨tigt ein Elektron bis an den Rand r = R die Zeit τˆF =
arcsin
(
Q(2R(E∗R−Q)−1)) (R3/Q) 12 , ein Zeitraum welcher durch das Auftreten der Frequenz des
Hintergrundpotentials auch in direktem Bezug zur kritischen Pulsdauer fu¨r das Auftreten von
Plasma-Oszillationen (siehe Abschnitt 4.2.3) steht.
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Analytisches Modell der sequentiellen Ionisation
Wir betrachten hier den Fall eines freien Systems E∗  Q/R in dem Grenzfall beliebig
großer Pulsla¨nge T → ∞. Ferner nehmen wir eine homogene Elektronenverteilung der
bislang noch nicht aktivierten Elektronen innerhalb von r < R an. Die Wahrscheinlich-
keitsverteilung als Funktion der radialen Koordinate pr fu¨r das na¨chste zu aktivierende
Elektron betra¨gt somit:
pr(r) =
{
3r2/R3 , 0 ≤ r ≤ R
0 , sonst
. (4.52)
Haben bereits Nout Elektronen den Cluster verlassen, so verbleibt eine Ladung von
Q˜ = N − Nout. Diese verbleibende Ladung ist durch die fortlaufende Annahme einer
homogenen ra¨umlichen Elektronenverteilung ebenfalls homogen verteilt. Die Energie E
des na¨chsten aktivierten Elektrons als Funktion seiner radialen Koordinate betra¨gt so-
mit:
E = V˜Q˜(r) ≡ −
3
2
Q˜
R
+
Q˜
2R3
r2 + E∗. (4.53)
Invertieren dieser Funktion liefert:
r(E) = V˜ −1
Q˜
(E) =
((
E − E∗ + 3
2
Q˜
R
)
2R3
Q˜
)1/2
. (4.54)
Hiermit ko¨nnen wir bei gegebener Clusterladung Q˜ die Wahrscheinlichkeitsverteilung
der Energie pE des na¨chsten aktivierten Elektrons angeben:
pE(E; Q˜) =
pr
(
V˜ −1
Q˜
(E)
)
V˜ ′
Q˜
(V˜ −1
Q˜
(E))
=
{
3
Q˜
((
E − E∗ + 3
2
Q˜
R
)
2R3
Q˜
)1/2
, E∗ − 3
2
Q˜
R
≤ E ≤ E∗ − Q˜
R
0 , sonst,
(4.55)
wobei V˜ ′
Q˜
(r) = Q˜r/R3 die Ableitung von V˜Q˜ nach r bezeichnet. Diese Wahrscheinlich-
keitsverteilung ist fu¨r den Fall E∗ = 40au, R = 25au und Q˜ = 0, 50, . . . , 500 in Abb. 4.12
(unten) dargestellt. Je gro¨sser die Ladung des Coulomb-Komplexes ist, umso breiter wird
die Verteilung in der Energie. Anstelle nun sequentiell, angefangen mit Q˜ = 0, diskrete
Ladungen mit einer Energie entsprechend der Wahrscheinlichkeitsverteilung (4.55) zu
entfernen, die Ladung um eins zu erho¨hen, und diesen Prozess so oft zu wiederholen bis
Q˜ = N erreicht ist, nehmen wir den Grenzfall kontinuierlicher Ladungsentfernung. Wir
bilden daher zur Berechnung des Spektrums A(E) das Integral u¨ber die Ladung Q˜:
A(E) =
∫ Q
0
dQ˜pE(E; Q˜). (4.56)
100
4.2. Klassifikation der Dynamik von Coulomb-Komplexen
Wie man an Abb. 4.12 erkennt, tragen nur bestimmte Werte von Q˜ zu einer bestimm-
ten Energie E im Spektrum bei. Wir teilen das Integral daher in zwei Energiebereiche
auf. Zuna¨chst der Bereich E∗ −Q/R < E < E∗:
A(E) =
∫ R(E∗−E)
2
3
R(E∗−E)
dQ˜pE(E; Q˜)
= 3R
(
2
√
3 log
(
3 +
√
3
)
−
√
3 log (6)− 2
)
≈ 0.843R,
fu¨r E∗ − Q
R
< E < E∗. (4.57)
Und der zweite Bereich E∗ − (3Q)/(2R) < E < E∗ −Q/R:
A(E) =
∫ Q
2
3
R(E∗−E)
dQ˜pE(E; Q˜)
= 3R
{
−2
√
3 + 2ξ +
√
3
(
− log (−6ξ) + 2 log
(
3 +
√
9 + 6ξ
))}
,
fu¨r E∗ − 3
2
Q
R
< E < E∗ − Q
R
, (4.58)
mit ξ ≡ (E − E∗)RQ−1.
Das gesamte analytische Spektrum ist in Abb. 4.12 (oben) fu¨r die Parameter N = 500,
R = 25au und E∗ = 40au dargestellt. Insbesondere das Plateau im Energiebereich von
E∗−Q/R bis zur U¨berschussenergie E∗ stellt ein charakteristisches, leicht zu erkennendes
Merkmal der sequentiellen Ionisation dar. Wa¨hrend die Ho¨he des Spektrums allein durch
den Clusterradius bestimmt ist, ergibt sich die Breite des Plateaus durch den Quotienten
aus Ionisationsgrad und Clusterradius.
Numerische Spektren zur vollsta¨ndig sequentiellen Ionisation
In Abb. 4.13 sind drei numerische Spektren, mit verschiedenen Parametern (N,R,E∗),
welche in Tab. 4.3 angegeben sind, bei gleicher Pulsla¨nge T = 10fs, sowie die zugeho¨rigen
analytischen Spektren nach Gln. (4.57) und (4.58) dargestellt. Wie in Tab. 4.3 angegeben,
erfu¨llen alle drei Parametersa¨tze das Freiheitskriterium mit Werten fu¨r E∗/(Q/R) von
2.1 bis 3.88. Dies spiegelt sich in den Spektren wieder, in denen alle Elektronen positive
Energie aufweisen, die Systeme also tatsa¨chlich vollsta¨ndig frei sind2.
Wir stellen in allen drei Fa¨llen eine ausgezeichnete U¨bereinstimmung der numerischen
Spektren mit den analytischen Ausdru¨cken fest. Die charakteristischen Merkmale, ins-
besondere das Plateau, sind deutlich ausgepra¨gt. Es erstreckt sich von E∗−Q/R bis E∗,
an welcher Stelle ein scharfer cut-off einsetzt. Auch die Ho¨he des Spektrums ∼ 0.84R
wird hervorragend wiedergegeben. Die beiden Spektren mit R = 13au (blau und rot)
2Man bemerke, dass obwohl das gru¨ne Spektrum eine geringere mittlere Energie pro Elektron als das
rote Spektrum besitzt, es dennoch einen (geringfu¨gig) ho¨heren Wert fu¨r E∗/(Q/R) aufweist.
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Abbildung 4.12.: Oben: Analytisches Spektrum A(E) nach Gln. (4.57) und (4.58) fu¨r N =
500, R = 25au and E∗ = 40au. Unten: Wahrscheinlichkeitsverteilung pE(E; Q˜) nach Gl. 4.55
fu¨r gleichen Parametersatz wie oben und Q˜ = 0, 50, . . . , 500.
haben exakt die gleiche Ho¨he, trotz unterschiedlicher Teilchenzahl, wa¨hrend das gru¨ne
Spektrum mit dem Radius R = 26au genau doppelt so hoch ist.
Nichtsdestotrotz sind auch ein paar geringfu¨gige Abweichungen zum analytischen Re-
sultat zu verzeichnen. Zuna¨chst ergibt sich in allen drei Fa¨llen bei E ≈ E∗ ein Ausreißer
nach oben. Dieser entsteht aus der Kombination der singula¨ren Wahrscheinlichkeits-
verteilung (4.55) fu¨r den ungeladenen Coulomb-Komplex (Q˜ = 0) zusammen mit der
diskreten Ladung der Elektronen in der numerischen Simulation. Das erste Elektron
wird stets mit exakt E = E∗ erzeugt, wa¨hrend im analytischen Modell dies lediglich fu¨r
einen infinitesimalen Ladungsbeitrag dQ˜ zutrifft.
Die zweite Abweichung tritt in der Aufweichzone des Spektrums auf, d.h. im Energie-
bereich E∗ − 3Q/2R < E < E∗ −Q/R. Anstelle des kontinuierlichen Abfalls des Spek-
trums vom Ansatz des Plateaus zu niedrigeren Energien hin, ist eine Stufenstruktur zu
erkennen, die insbesondere im roten Spektrum stark ausgepra¨gt ist. Die Ursache hierfu¨r
liegt in der Annahme einer homogenen Ladungsverteilung in der analytischen Rechnung.
Tatsa¨chlich weisen Coulomb-Komplexe, wie wir in Abb. 4.1 aus Abschnitt 4.1.1 gesehen
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Abbildung 4.13.: Analytisches (durchgezogene Linien u¨ber schattiertem Bereich) und nu-
merisches (Punkte) Elektronenspektrum fu¨r Pulsla¨nge T = 10fs und weitere Parameter
(N,R[au], E∗[eV])=(123, 13, 950) (rot), (123, 26, 500) (gru¨n) und (57, 13, 250) (blau).
Farbe N R[au] E∗[eV] E∗/(Q/R) τA/τF T/τF
rot 123 13 850 3.69 1.84 226.89
gru¨n 123 26 450 3.88 0.68 83.06
blau 57 13 250 2.10 1.73 98.56
Tabelle 4.3.: Parameter (N,R,E∗) der drei in Abb. 4.13 dargestellten Elektronenspektren
(die Pulsla¨nge betra¨gt in allen drei Fa¨llen T = 10fs), sowie Klassifizierungswerte fu¨r Freiheit
E∗/(Q/R), vollsta¨ndig sequentielle Ionisation τA/τF und globale sequentielle Ionisation T/τF.
haben, eine deutliche Schalenstruktur in der Anfangskonfiguration auf. Dies fu¨hrt da-
zu, dass in der Aufweichzone des Spektrums mit wachsender Ladung Q˜ schlagartig eine
ganze Schale nicht la¨nger zu einer Spektrumsenergie beitra¨gt, welches die beobachtete
Stufenstruktur zur Folge hat.
Abschließend sei noch kurz auf die Erfu¨llung der Kriterien fu¨r eine sequentielle Ioni-
sation eingegangen. Wie in Tab. 4.3 zu sehen ist, erfu¨llen alle drei Parametersa¨tze mit
Werten von T/τF > 80 mehr als deutlich das Kriterium der globalen sequentiellen Ioni-
sation. Auch das Kriterium fu¨r vollsta¨ndig sequentielle Ionisation τA/τF > 1 wird vom
roten und blauen Fall (τA/τF = 1.84, bzw 1.73) erfu¨llt, wa¨hrend dies fu¨r das gru¨ne Spek-
trum mit τA/τF = 0.68 nicht ganz der Fall ist. Die Energie, welche aufeinanderfolgende
Elektronen miteinander hierdurch austauschen ko¨nnen, ist allerdings so gering, dass die
globale Struktur des Spektrums hierdurch nicht weiter beeintra¨chtigt wird, wie die gute
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U¨bereinstimmung mit dem analytischen sequentiellen Spektrum deutlich macht.
Wir zeigen jetzt noch zwei numerische Beispiele fu¨r Spektren, welche aus einer se-
quentiellen Ionisation herru¨hren, welche nicht mit dem Modell der Coulomb-Komplexe
berechnet wurde.
Kohlenstoffcluster in XFEL-Pulsen
In der Vero¨ffentlichung von Moribayashi [MOR09], wurde ein Vorschlag gemacht anhand
der Elektronenspektren von gro¨ßenselektierten Kohlenstoffclustern die Pulsintensita¨t zu
bestimmen. Diese Methode beruht auf der Tatsache, dass die Photoelektronen nur ge-
ring miteinander Energie austauschen. Eine Beispielrechnung verwendete Kohlenstoff-
cluster mit einem Durchmesser von R = 2nm, Pulsla¨nge T = 5fs, Gesamtphotonenfluss
Φ = 3× 1020/mm2 und Photonenenergie Eph = 12keV. U¨bersetzt in die Parameter des
Vierparametermodells erhalten wir:
T ≈ 200au, N ≈ 700, E∗ ≈ 440au, R ≈ 40au.
Das System ist mit E∗/(N/R) = 17.6 frei, und mit T/τF = 105 auch global sequenti-
ell. Es ist mit τA/τF = 0.15 allerdings nicht vollsta¨ndig sequentiell. Das bedeutet, dass
nacheinander aktivierte Elektronen hier durchaus noch Wechselwirkungsenergie mitein-
ander austauschen ko¨nnen. Diese liegt im Bereich von 〈r−1ee 〉 ≈ 0.16au und ist damit viel
geringer als die Breite des Spektrums, welche im keV-Bereich liegt (siehe Abb. 4.14).
Global findet die Ionisation des Clusters noch immer sequentiell statt. Die ersten und die
letzten Elektronen tauschen nicht auf direkte Weise Energie miteinander aus. Somit fa¨llt
u¨ber den gesamten Energiebereich des Spektrums E ∈ [E∗− (3Q)/(2Q), E∗] der geringe
Energieaustausch aufeinanderfolgender Elektronen nicht ins Gewicht, und es entsteht
ein charakteristisches flaches Spektrum
Ne50-Cluster in 900eV LCLS Pulsen
In Abb. 4.15 zeigen wir eine eigene mikroskopische Rechnung eines Photoelektronenspek-
trums eines Ne50 clusters in einem 900eV-LCLS-Puls mit Pulsla¨nge T = 10fs und Ge-
samtphotonenfluss Φ = 1011/(100nm)2, welche mit dem Clustermodell aus Abschnitt 2.3
durchgefu¨hrt wurde (vgl. Abschn. 3.3). Die Elektronen im Spektrum sind hierbei aus-
schließlich Photoelektronen aus der L-Schale sowie Auger-Elektronen, die beide eine
a¨hnliche atomare U¨berschussenergie haben, je nach Ladungszustand im Bereich von
E∗ ≈ 700 . . . 880eV (in Abb. 4.15 blau schattiert). Fu¨r das Gesamtsignal (rot) la¨sst
sich daher eine Betrachtung als Coulomb-Komplex anbringen und wir erhalten fu¨r die
Parameter:
T ≈ 400au, N = Q ≈ 75, E∗ ≈ 29au, R ≈ 11au.
Auch dieses System ist mit E∗/(N/R) = 1.9 frei und befindet sich mit τA/τF ≈ 1 global
sequentiell, an der Grenze zu vollsta¨ndig sequentiell. Man erkennt auch hier, trotz des
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Abbildung 4.14.: Elektronenspektrum eines 2nm-Kohlenstoffcluster aus [MOR09] mit kor-
respondierenden Parameterwerten: T ≈ 200au, N = Q ≈ 700, E∗ ≈ 440au, R ≈ 40au.
vergleichsweise breiten Spektrums der atomaren U¨berschussenergie und kompliziertem
Aktivierungsverhaltens, das deutliche Hervortreten des fu¨r einen sequentiellen Ionisati-
onsprozess charakteristischen Plateaus im Spektrum. Dieses Beispiel demonstriert, dass
das Modell der Coulomb-Komplexe trotz seiner simplifizierenden Annahmen, auch wenn
diese nicht voll erfu¨llt sind, durchaus hilfreich fu¨r ein Versta¨ndnis der laserinduzierten
Dynamik sein kann.
4.2.2. Gebundenes Gleichgewichtsplasma
Wir wollen in diesem Abschnitt Systeme betrachten, in denen ein Großteil der Elektronen
gebunden sind und dies im Verlauf der Dynamik auch bleiben. Wir begeben uns somit
in den Parameterbereich, in dem E∗  Q/R gilt. Eine Mo¨glichkeit, den U¨bergang in
diesen Parameterbereich zu beschreiten, ist es, bei gleichzeitigem Festhalten der anderen
Parameter, die Teilchenzahl zu erho¨hen. Experimentell entspricht dies einer kontinuierli-
chen Erho¨hung der Intensita¨t des Laserpulses. Ein Experiment, welches diesen U¨bergang
vollzieht, wurde von Bostedt et al. mit Xenonclustern am FLASH [FLASH] durchgefu¨hrt
[BOS10].
Xenoncluster in intensiven 90eV FLASH Pulsen
Die Xenoncluster hatten eine mittlere Anzahl von ca. 2000 Atomen, was einem Radius
von R ≈ 58au entspricht. Die Photonenenergie betrug Eph = 90eV, wodurch sich fu¨r den
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Abbildung 4.15.: Photo- (gru¨n) und Auger-Elektronenspektrum (blau) und Gesamt-
Elektronenspektrum (rot) fu¨r Ne50 cluster, T = 10fs, Φ = 10
9/(100nm)2, Eph = 900eV. Das
Spektrum der atomaren U¨berschussenergien E∗ der Elektronen im Spektrum ist durch das
bla¨ulich schattierte Band um 800eV angedeutet.
dominanten Absorptionsprozess der Photoionisation durch die 4d-Elektronen von Xenon
mit einem atomaren Ionisationspotential von Ip ≈ 70eV eine atomare U¨berschussenergie
vonE∗ ≈ 20eV ergibt. Die Intensita¨t wurde von 1013W/cm2 bis maximal 5.8×1014W/cm2
variiert.
Die resultierenden experimentellen Spektren sind in Abb. 4.16 (a) dargestellt. Bei
der niedrigsten Intensita¨t von 1013W/cm2 dominiert der Absorptionspeak der 4d Elek-
tronen bei 20eV. Ferner ist ein verbreitertes Signal um 32eV zu sehen, welches von
Auger-Elektronen, welche auf die Photoelektronemission folgen, herru¨hrt. Zu gro¨sseren
Intensita¨ten hin bildet sich ein zusa¨tzliches Kontinuum an schnellen Elektronen, d.h.
Elektronen mit E > E∗ = 20eV, aus. Dabei wurden Elektronen mit Energien von bis zu
200eV (im Spektrum nicht mehr abgebildet) registriert [MOE09]. Der Auger-Peak bei
32eV ist bei den ho¨heren Intensita¨ten nicht mehr zu erkennen.
Wir haben von einem atomaren Photoionisationsquerschnitt von σ = 24Mb der 4d
Elektronen von Xenon [TIE08] sowie Messungen der Ladungszusta¨nde von Xenonatomen
in intensiven FLASH-Pulsen [SOR07, RIC09] ausgehend, mit unserem Modell Rechnun-
gen mit den Parametern R = 58au, E∗ = 20eV, T = 10fs und Teilchenzahlen von
N = 333, 103, 3.33 × 103 und 104 durchgefu¨hrt, um den experimentellen Intensita¨ten
zu entsprechen. Diese Teichenzahlen entsprechen einer initialen Elektronendichte des
Coulomb-Komplexes von bis zu 5ρXe, wobei ρXe die atomare Dichte von Xenon ist. Die
resultierenden Spektren sind in Abb. 4.16 (b) dargestellt. Auch hier stellen wir mit zu-
nehmender Teilchenzahl die Ausbildung eines breiten Kontinuums schneller (E > E∗)
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Abbildung 4.16.: Experimentelle (a) und theoretische Elektronenspektren (b). Experimen-
telle Daten fu¨r XeN cluster mit 〈N〉 = 2000 in 10fs-FLASH-Pulsen und Intensita¨ten von
1013W/cm2 bis 5.8× 1014W/cm2. Theoretische Spektren fu¨r T = 10fs, R = 58au, E∗ = 20eV
und Elektronzahlen von N = 333 (unten) u¨ber N = 103 und N = 3.33 × 103 bis N = 104
(oben).
Elektronen fest, welches dem experimentellen Befund stark a¨hnelt3.
Mit dieser guten qualitativen U¨bereinstimmung zwischen Theorie und Experiment
ko¨nnen wir nun innerhalb des Modells nach dem Ursprung dieser schnellen Elektronen
suchen. Mit der bereits erfolgten Analyse der Dynamik aktivierter Coulomb-Komplexe in
Abschnitt 4.1.3 ko¨nnen wir bereits erahnen, dass es sich hierbei um thermisch emittierte
Elektronen handelt. Um dies zu verdeutlichen, ist in Abb. 4.17 (a) ein zeitaufgelo¨stes
Spektrum fu¨r die Rechnung mitN = 104, in der der gro¨ßte Anteil schneller Elektronen im
Spektrum zu verzeichnen ist, gezeigt. Es ist die Ha¨ufigkeit der Endenergie als Funktion
der Aktivierungszeit des jeweiligen Elektrons aufgetragen.
Hierbei sind zwei deutliche Strukturen erkennbar. Die erste existiert fu¨r Aktivierungs-
3Fu¨r Energien unter 15eV geben die Experimentatoren ein Absinken der Detektoreffizienz an, wodurch
die gemessenen Werte dort nicht mit den theoretischen Spektren vergleichbar sind [BOS10].
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Abbildung 4.17.: (a) Zeitaufgelo¨stes Elektronenspektrum bezu¨glich finaler Energie und Ak-
tivierungszeit. (b) Emissionsrate (schwarz) erzeugt durch Energie-Integration von (a), sowie
Anzahl aktivierter Elektronen (hellgrau). (c) Finales Spektrum durch Zeitintegration von (a)
in zwei Teilen, direkter Teil oberhalb der gestrichelten Linie bei ungefa¨hr t = −10fs (schwarz,
gestrichelt) und Plasma-Teil von unterhalb dieser Linie in (a) (schwarz, durchgezogen), sowie
exponentieller Fit ∼ exp(−E˜/E) des Plasmateils mit E˜ = 19.7eV (orange). Parameter des
Coulomb-Komplexes: N = 104, R = 58au, E∗ = 20eV und T = 10fs.
zeiten vor t = −10fs und fa¨llt kontinuierlich von E = E∗ nach E = 0. Die zweite
Struktur tritt erst fu¨r Zeiten nach t = −10fs langsam in Erscheinung und entha¨lt die
schnellen Elektronen mit Energien weit jenseits von E∗.
Integriert man das Spektrum u¨ber die Energie, so erha¨lt man eine zeitaufgelo¨ste Emis-
sionsrate des Coulomb-Komplexes, welche in Abb. 4.17 (b) gezeigt ist. Hierbei zeigt sich,
dass entsprechend der zwei Strukturen im zeitaufgelo¨sten Spektrum auch zwei Emissi-
onsmaxima auszumachen sind. Das erste schmalere bei t ≈ −12fs und das zweite breitere
mit deutlich gro¨sserem integriertem Gewicht bei t ≈ −2fs.
Der Ursprung dieser beiden Emissionsmaxima wird offensichtlich, wenn wir zusa¨tzlich
die partiellen Spektren der beiden Beitra¨ge betrachten, welche in Abb. 4.17 (c) gezeigt
sind. Der fru¨he Beitrag bildet ein flaches Spektrum im Energieintervall zwischen 0 und
E∗. Es handelt sich um ein sequentielles Spektrum, wie wir es zuvor besprochen haben.
Aufgrund der geringen U¨berschussenergie entha¨lt es nur die ersten ca. E∗R = 43 Elek-
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tronen, also weniger als ein Prozent der Gesamtanzahl, ehe die direkte Emission nicht
mehr mo¨glich ist. Es folgt eine Equilibrierung der fortan bereits als gebunden aktivierten
Elektronen. Dabei werden immer wieder schnelle Elektronen erzeugt, wodurch eine ther-
mische Emissionsphase einsetzt. Mit jedem emittierten Elektron sinkt jedoch auch die
Wechselwirkungsenergie des Plasmas und es ist immer tiefer gebunden, bis schließlich
auch die thermische Emission aussetzt.
Wa¨hrend der anfa¨ngliche sequentielle Emissionsprozess fu¨r alle Teilchenzahlen N 
E∗R a¨hnlich abla¨uft, so ha¨ngt die zweite Phase der Dynamik und damit auch der resul-
tierende Anteil am Spektrum erheblich von der Teilchenzahl ab.
Nicht nur steigt mit zunehmenden N auch die Anzahl der vom equilibrierten Plasma
emittierten Elektronen, so dass dieser Beitrag zum Spektrum dominant wird, sondern
auch der Charakter dieses thermischen Beitrags a¨ndert sich. Wie in Abb. 4.17 (c) gezeigt,
fa¨llt dieser exponentiell mit exp(−E/E˜) ab. In Abb. 4.18 ist der Fit-Parameter E˜ fu¨r
Teilchenzahlen von N = 333 bis N = 104 gezeigt, wo er einen Verlauf mit N1/3 zeigt. Je
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Abbildung 4.18.: Fit-Energie E˜ des exponentiellen Plasma-Anteils des Spektrums als Funk-
tion der initialen Dichte des Coulomb-Komplexes relativ zur atomaren Dichte eines Xenon-
Clusters, sowie Fit-Funktion ∼ ρ1/30 .
ho¨her die initiale Dichte des Coulomb-Komplexes ist, umso gro¨ßer fa¨llt selbst bei kon-
stanter U¨berschussenergie die Fit-Energie des thermischen Spektrums aus. Wir fu¨hren
dies darauf zuru¨ck, dass das thermische Spektrum durch energieaustauschende Prozesse
in dem gebundenen Coulomb-Komplex entsteht. Der Energieaustausch ist durch den in-
versen mittleren Abstand der Elektronen 〈r−1ee 〉 charakterisiert, welcher selbst wiederum
proportional zu N1/3 ist.
Diese gute qualitative U¨bereinstimmung zwischen Theorie und Experiment gerade
auch bei hohen Intensita¨ten zeigt, dass die Bedingung einer einheitlichen U¨berschussen-
ergie nicht unbedingt erfu¨llt sein muss, um ein System als Coulomb-Komplex zu inter-
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pretieren. In der Tat werden Elektronen bei den ho¨chsten Intensita¨ten im Cluster durch
diverse Prozesse aus verschiedenen Anfangszusta¨nden heraus produziert [MAK09]. Dies
geschieht allerdings gro¨ßtenteils erst in das gebundene Elektronenplasma hinein, wo die
atomare Herkunft des einzelnen Elektrons ohnehin verloren geht.
Reines Plasmaspektrum ohne sequentiellen Beitrag
Wie wir an obigem Beispiel gesehen haben, findet in dem Regime u¨berwiegend gebun-
dener Coulomb-Komplexe stets eine bevorzugte Emission der fru¨h aktivierten Elektro-
nen statt, welche aufgrund der geringen Steigung der Aktivierungsfunktion in dieser
fru¨hen Phase sequentiellen Charakter hat. Selbst in dem eben betrachteten Fall von
N = 104 Elektronen machen die ca. 43 direkten Elektronen des sequentiellen Spek-
trums einen nicht vernachla¨ssigbaren Anteil des Spektrums aus. Somit ist fu¨r kleine
Elektronenzahlen der direkte Nachweis der thermischen Emission schwierig, da diese
von einem sequentiellen Spektrum, welches fu¨r eher gebundene Systeme im Energiebe-
reich E < E∗/3 von seinem Plateau-Wert abweichen kann [BOS08, IWA09], u¨berlagert
werden. Um dennoch das thermische Spektrum deutlich sichtbar zu machen, ist es not-
wendig, die U¨berschussenergie, und damit den sequentiellen Anteil am Spektrum, zu
reduzieren. In Abb. 4.19 ist ein solches reines Plasmaspektrum durch E∗ = −5eV darge-
stellt. Eine negative U¨berschussenergie ist aufgrund der endlichen Bindungsenergie der
Elektronen im Grundzustand des Coulomb-Komplexes mo¨glich (vgl. Abschn. 4.1.1). Ei-
ne Interpretation von E∗ als atomare U¨berschussenergie entspricht dabei einer Anregung
der Atome in Rydbergzusta¨nde.
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Abbildung 4.19.: Rein thermisches Spektrum fu¨r Coulomb-Komplexe mit negativer
U¨berschussenergie: N = 57 (gru¨n), N = 123 (rot), N = 251 (blau), N = 461 (magenta)
mit R = 26au, E∗ = −5eV und T = 10fs (schwarz) und exponentieller Fit ∼ exp(−E/E˜).
Da bei negativer U¨berschussenergie keine direkte Elektronenemission mo¨glich ist, zei-
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gen die Spektren ein aus der thermischen Emission folgendes, rein exponentielles Spek-
trum. Dabei ist zu bemerken, dass die Fit-Energie E˜ hier nicht die zuvor gesehene
Abha¨ngigkeit ∼ N1/3 aufweist, sondern sta¨rker anwa¨chst. Wir fu¨hren dies sowohl auf
die geringe Teilchenzahl als auch darauf zuru¨ck, dass durch die Aktivierung dicht an der
Ionisationsschwelle bei vergleichsweise langer Pulsdauer bereits fru¨h aktivierte Elektro-
nen als Teilsystem equilibrieren und emittieren ko¨nnen.
4.2.3. Plasma-Oszillationen
Unter einer Plasma-Oszillation versteht man eine kollektive Anregung der Ladungstrg¨er
des Plasmas aus ihrer Gleichgewichtslage. Fu¨r die Wechselwirkung von intensiven La-
serpulsen mit Clustern im Infraroten hat sich insbesondere eine Dipolmode als wichtig
erwiesen, deren Frequenz sich aus dem na¨herungsweise harmonischen Hintergrundpo-
tential der Ionen Ω = (Q/R3)1/2 ergibt. Diese Mode kann durch einen intensiven Infra-
rotlaser direkt angeregt werden, welches zu einer massiven Energieabsorption durch das
Plasma fu¨hrt [SAA06].
In einem stark gebundenen Coulomb-Komplex (E∗  QR) wird bei kurzer Puls-
dauer ein angeregter Nicht-Gleichgewichtszustand des Elektronensystems erzeugt. Wie
wir sehen werden, werden hierdurch Oszillationen des Elektronensystems angeregt. Wir
wollem im folgenden die Natur dieser Oszillationen untersuchen.
In Abb. 4.20 sind diese Oszillationen in der relativen Dichte Nin/N (r < R-Kriterium)
(a) und der mittleren kinetischen Energie (b) fu¨r die Parameter N = 7 bis 123 bei festem
R = 26au, E∗ = 0 und einer Pulsdauer von T = 18as dargestellt.
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Abbildung 4.20.: Plasmaoszillationen der Elektronendichte (hier dargestellt Nin/N) (a) und
der mittleren kinetischen Energie (b) fu¨r verschiedene Elektronenzahlen N = 7 (rot), N = 19
(gru¨n), N = 27 (blau), N = 57 (pink) und N = 123 (cyan) bei festem Clusterradius R = 26au,
geringer U¨berschussenergie E∗ = 0.0 und kurzer Pulsdauer T = 18as. Inset von (a) zeigt
extrahierte Frequenzen der Oszillationen als Funktion von N (rot) und analytische Kurve der
doppelten Frequenz des Clusterpotentials 2(N/R3)1/2 (grau).
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Man erkennt eine starke Abha¨ngigkeit der Oszillationsfrequenz und -amplitude von
der Elektronendichte. Eine erste Vermutung wa¨re, dass es sich bei diesen Oszillatio-
nen um eine Monopol-Atmungsmode [HEN08] handeln ko¨nnte. Dies ko¨nnen wir aller-
dings sofort ausschließen, indem wir feststellen, dass die kinetische Energie und die
Dichte in Abb. 4.23 mit der gleichen Frequenz oszillieren, wa¨hrend bei einer Monopol-
Atmungsmode die kinetische Energie frequenzverdoppelt relativ zur Dichte oszilliert,
wie aus der schematischen Darstellung einer Atmungsmode in Abb. 4.21 (unten) deut-
lich wird. Anders ist dies im Fall einer Dipolmode (siehe Abb. 4.21 (oben)), fu¨r welche
Abbildung 4.21.: Schematische Darstellung der Frequenzverdopplung der kinetischen Ener-
gie relativ zur Elektronendichte bei einer Atmungsmode (unten). Bei einer Dipolmode (oben)
findet keine relative Frequenzverdopplung statt.
die Frequenz sowohl der kinetischen Energie als auch der Dichte, relativ zur Frequenz
eines vollsta¨ndigen Oszillationszyklus, verdoppelt sind.
In dem eingefu¨gten Nebenbild von Abb. 4.20 (a) sind die aus den dargestellten Os-
zillationen extrahierten Frequenzen4 als Funktion von N aufgetragen. Zum Vergleich ist
4Die Frequenzen wurden aus dem Abstand der jeweils ersten beiden Minima in Abb. 4.20 (a) bestimmt.
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die zweifache Frequenz des jeweiligen harmonischen Potentials 2Ω = 2(N/R3)1/2 darge-
stellt. Diese Frequenz wird nicht ganz erreicht. Dies liegt vermutlich an dem flacheren
Coulomb-Potential, welches sich an das harmonische Potential bei r = R anschließt, wel-
ches nicht nur eine Dephasierung, sondern auch eine Frequenzreduktion der Oszillation
zur Folge hat.
Die Amplitude der Dipoloszillation ergibt sich aus der Mittelwertbildung der vekto-
riellen Anfangsgeschwindigkeiten 〈v0〉. Dies wird deutlich, indem man die Elektronen
zum Vergleich in einem vollsta¨ndig harmonischen Potential propagiert. Dort gilt fu¨r die
Bewegung des Schwerpunkts R = N−1
∑N
i=1 ri explizit:
R¨ = N−1
N∑
i
r¨i = −N−1
N∑
i
∇iV (ri) +N−1
N∑
i
N∑
j 6=i
(ri − rj)
|ri − rj|3︸ ︷︷ ︸
=0
= −N−1
N∑
i=1
Ωri = −ΩR. (4.59)
Dies ist die gleiche Bewegungsgleichung wie fu¨r ein einzelnes Elektron in dem harmo-
nischen Potential mit Freuqenz Ω. Es folgt somit eine ungeda¨mpfte harmonische Oszil-
lation des Schwerpunkts. Da fu¨r Coulomb-Komplexe im Grundzustand die Elektronen
homogen innerhalb von R verteilt sind, gilt na¨herungsweise R(t → −∞) ≈ 0. Die
Amplitude der Schwerpunktsoszillation Rmax ist daher durch den Betrag der initialen
Schwerpunktsgeschwindigkeit V0 gegeben:
Rmax = sup
t
|R(t)| ≈ V0Ω−1. (4.60)
Der Betrag der Anfangsgeschwindigkeit jedes einzelnen Elektrons la¨sst sich mit Gl. (4.13)
ungefa¨hr angeben zu:
v0 ≈
√
2
(
E∗ +
3
2
N1/3
R
)
. (4.61)
Im Limes beliebig großer Teilchenzahl geht die initiale Schwerpunktsgeschwindigkeit
aufgrund der isotropen Richtungsverteilung gegen null. Tatsa¨chlich bleibt aufgrund der
endlichen Teilchenzahl N in jeder Realisierung stets eine endliche Geschwindigkeit beste-
hen. Analog zu einem dreidimensionalen random walk mit diskreter Schrittweite (hier v0)
ergibt sich im endlichen Ensemblemittel eine mit N−
1
2 fallende Anfangsgeschwindigkeit
des Schwerpunkts. Fu¨r die Amplitude der Dipoloszillation ergibt sich:
Rmax ≈ N−1v0Ω−1 ≈ N− 12Ω−1
√√√√2(E∗ + 3
2
N
1
3
R
)
. (4.62)
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Es ergibt sich mit Ω−1 ∼ N− 12 (bei konstantem R) daher ein Abfall der Amplitude
mit N−1. Die numerische Amplitude der Schwerpunktsoszillation ist in Abb. 4.22 als
Funktion der Teilchenzahl fu¨r einen Radius R = 26au und einer U¨berschussenergie E∗ =
20eV aufgetragen. Hierbei wurde stets u¨ber einhundert Realisierungen gemittelt. Man
erkennt eine sehr gute U¨bereinstimmung mit Gl. (4.62) und der Abfall der Amplitude
mit N−1 ist klar erkennbar.
Durch die starke Da¨mpfung und den stattfindenden Elektronenverlust in der Dynamik
des vollen Coulomb-Komplexes la¨sst sich dieses Ergebnis nicht direkt auf die Oszillatio-
nen der Coulomb-Komplexe u¨bertragen. Aufgrund der identischen Initialkonfiguratio-
nen und dem identischem Potential innerhalb von R erscheint diese Erkla¨rung fu¨r die
deutliche Reduktion der Oszillationsamplituden mit gro¨sserer Teichenzahl in Abb. 4.20
durchaus schlu¨ssig.
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Abbildung 4.22.: Amplitude der Schwerpunktsoszillation in einem vollsta¨ndig harmonischen
Potential als Funktion der Teilchenzahl N . Radius R = 26au, E∗ = 20eV und T = 100as
(Kreise). Die Amplitude wurde u¨ber 100 Realisierungen gemittelt. Analytisches Resultat aus
Gl. (4.62) (rot).
Pusla¨ngenabha¨ngigkeit der Plasma-Oszillationen
In Abb. 4.20 sehen wir, dass die Da¨mpfungsrate der angeregten Plasma-Oszillationen
in der Gro¨ßenordnung der Oszillationsfrequenz liegt. Nur wenige Maxima sind jeweils
erkennbar. Hiermit ist es einleuchtend, dass die notwendige Pulsdauer um Oszillationen
anzuregen geringer als die Oszillationsperiode (T < TΩ) sein muss. Dies ist fu¨r den Fall
N = 123 in Abb. 4.23 explizit dargestellt. Wa¨hrend fu¨r die Pulse mit T = 3.3TΩ, bzw.
T = TΩ ein monotones Abklingen der Dichte und der kinetischen Energie stattfindet,
sind fu¨r Pulse mit T ≤ 0.33TΩ, wie erwartet, deutliche Oszillationen dieser Gro¨ßen zu
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Abbildung 4.23.: Pulsla¨ngenabha¨ngigkeit der Plasma-Oszillationen in der Teilchendichte (a)
und der mittleren kinetischen Energie (b) fu¨r N = 123, R = 26au und E∗ = 0.
verzeichnen. Damit wird unser Klassifikationskriterium fu¨r das Auftreten von Plasma-
Oszillationen besta¨tigt.
Instantane Ionisation in kleinen Argonclustern
Die kurzen Pulsdauern, die zur Anregung von Oszillationen notwendig sind, bedeuten
zugleich, dass selbst bei positiver U¨berschussenergie keine sequentielle Emission mehr
stattfindet, so dass der U¨bergang zu kurzen Pulsen sich in der Aufweichung des se-
quentiellen Anteils des Spektrums bemerkbar macht. Allerdings la¨sst sich hieraus nicht
automatisch auf das Auftreten von Oszillationen schließen. Um diese tatsa¨chlich nachzu-
weisen, ist eine zeitaufgelo¨ste Methode notwendig. Eine solche wurde in der theoretischen
Arbeit [SAA08] vorgeschlagen, wo das Auftreten von Plasmaoszillationen in kleinen Ar-
gonclustern untersucht wurde. Alle Atome eines Ar55-Clusters wurden zeitgleich einfach
ionisiert und die Elektronen fortan klassisch propagiert. Mit einem Attosekunden-Probe-
Puls ließen sich dann die Ladungsoszillationen des Clusters als Funktion der delay-Zeit
nachweisen. Als Coulomb-Komplex entspricht diese Situation den Parametern:
T ≈ 0au, N = Q = 55, E∗ ≈ 0.16au, R ≈ 16au.
Mit E∗/(N/R) ≈ 5 × 10−2 ist das System sowohl eindeutig gebunden und mit der
simultanen Aktivierung aller Elektronen notwendigerweise auch im Nicht-Gleichgewicht.
Entsprechend treten, wie in Abb. 4 von [SAA08] zu sehen ist, deutliche Oszillationen
in kinetischer und potentieller Energie auf. Dies sind die Merkmale des dort erzeugten
Nicht-Gleichgewichtszustands.
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4.2.4. Kontinuumsplasma
Wir kehren an dieser Stelle zuru¨ck zu den freien Systemen, welche wir in Abschnitt 4.2.1
durch das Kriterium
E∗ & Q
R
(4.63)
definiert hatten. Wa¨hrend wir dort den Bereich der sequentiellen Ionisation untersucht
hatten, also den Parameterbereich, in dem die Elektronen mo¨glichst wenig Energie
miteinander austauschen, geht es an dieser Stelle darum, diesen Energieaustausch zu
ermo¨glichen. Da es sich um ein freies System handelt und im Extremfall E∗  Q/R
gar alle Elektronen den Clusterbereich verlassen werden, muss hierzu die Pulsdauer
mo¨glichst gering gewa¨hlt werden. Dies ist auf einfachste Weise zu erreichen, indem wir
zuna¨chst den Grenzfall T = 0 eines freien Systems betrachten.
U¨bergang ins Kontinuum fu¨r T = 0
Wir betrachten eine Serie von Rechnungen fu¨r Teilchenzahlen N = 7, 19, 27, 57, 123 bei
konstantem Radius R = 13au und instantaner Aktivierung (T = 0) (Abb. 4.24). Die
U¨berschussenergie betra¨gt E∗ = 100eV (a,c), bzw. E∗ = 800eV (b,d). Wie in Tab. 4.4
am Quotienten von U¨berschussenergie zu Potentialtiefe zu sehen ist, stellt dies in der
Tat einen U¨bergang von gebundenen zu freien Systemen dar. Diese Klassifizierung deckt
sich mit der Beobachtung, dass fu¨r den Fall E∗ = 100eV etwa 75% (N = 57), bzw.
lediglich 44% (N = 123) der Elektronen den Coulomb-Komplex verlassen ko¨nnen.
E∗/(Q/R)
N E∗ = 100eV E∗ = 800eV
7 6.8 54.6
19 2.5 20.1
57 0.8 6.7
123 0.4 3.1
Tabelle 4.4.: Quotient von U¨berschussenergie und Clusterpotential als Maß der Gebunden-
heit des Coulomb-Komplexes fu¨r Spektren aus Abb. 4.24 mit R = 13au und T = 0.
Das Spektrum eines freien Systems mit Energieaustausch weist ein im Vergleich zu
einem sequentiellen Spektrum qualitativ anderes Aussehen auf. Besonders das systema-
tische Auftreten von schnellen Elektronen (E > E∗), welches im sequentiellen Fall nicht
vorkommt, charakterisiert den stattfindenden Energieaustausch, in diesem Fall zu guns-
ten der ersten Elektronen, welche den Coulomb-Komplex verlassen. Ein Plateau, wie
im sequentiellen Fall, bildet sich nicht aus. An seine Stelle tritt, sofern kein Einfang an
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Abbildung 4.24.: Spektren fu¨r N = 7, 19, 27, 57, 123, R = 13au, T = 0 fu¨r E∗ = 100eV (a,c)
und E∗ = 800eV (b,d). Vollsta¨ndiger positiver Energiebereich (a,b) und schnelle Elektronen
(E > E∗) (logarithmisch) (c,d).
Elektronen stattfindet, ein langgezogener Abfall des Spektrums zu niedrigen Energien,
beginnend von einem Maximum in der Na¨he von, aber unterhalb, der U¨berschussenergie.
Betrachtet man speziell den Bereich schneller Elektronen (Abb. 4.24 (c,d)), so stellt
man fu¨r die Systeme mit gro¨ßerer Teilchenzahl (N > 27) bei E∗ = 100eV ein expo-
nentiell abfallendes Spektrum fest. Bei kleineren Teilchenzahlen ist (im logarithmischen
Auftrag) hingegen eine positive Kru¨mmung wahrnehmbar. Wie wir spa¨ter sehen werden,
ist dieses Verhalten charakteristisch fu¨r den bina¨ren Energieaustausch, wodurch wir vor-
sichtig schließen, dass der Energieaustausch bei geringer Teilchenzahl durch bina¨re Sto¨ße
bestimmt wird. Das exponentielle Spektrum bei großer Teilchenzahl hingegen erinnert
an die Emission eines gebundenen Plasmas, wie es in Abschnitt 4.2.2 besprochen wur-
de, welches ebenfalls einen exponentiell abfallenden Verlauf hat. Es la¨sst sich in dieser
Interpretation durch Mehrfachsto¨ße erkla¨ren. So verleitet die exponentielle Form zu der
Vermutung, dass es sich hierbei um die Signatur eines Equilibrierungsprozesses im Kon-
tinuum handelt.
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Bina¨rer Energieaustausch bei instantaner Aktivierung
In Abb. 4.25 sind Spektren fu¨r ein Zwei-Elektronensystem (N = 2) dargestellt. Es wur-
de eine symmetrische Anfangskonfiguration festgelegt, in der r1 = −r2 und r12 = a
gilt. Die Spektren sind dabei jeweils zur besseren Vergleichbarkeit um E∗ verschoben.
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Abbildung 4.25.: Spektren (logarithmisch) fu¨r bina¨res System: N = 2, R = 13au, T = 0
und E∗ = 20 . . . 800eV. Der initiale Elektronenabstand betra¨gt a = 1.65au.
Der Maximalwert, der bei E = E∗− (2a)−1, dem Mittelpunkt des symmetrischen Spek-
trums, auftritt, ist auf eins normiert. Die initiale Wechselwirkungsenergie, die hier exakt
a−1 = 16.5eV betra¨gt, ist jeweils konstant gehalten. Wir stellen zuna¨chst einen mit E∗
wachsenden maximalen cut-off des Energieaustauschs fest. Dieser folgt aus der endlichen
Gesamtenergie des Systems, die mit E∗ anwa¨chst. Der cut-off beschreibt den maximalen
Energieaustausch, der in einem einfachen Stoß mo¨glich ist. Daru¨ber hinaus stellen wir
fu¨r die Bereiche bevor der cut-off einsetzt eine exakte U¨berlagerung der verschiedenen
Kurven fest, welches mo¨glicherweise mit der Selbsta¨hnlichkeit des Coulomb-Potentials
zusammenha¨ngt.
Das Hintergrundpotential ist aufgrund des vergleichsweise großen Clusterradius von
R = 13au, welches einer maximalen Potentialtiefe von 6.3eV entspricht, fu¨r die Dyna-
mik bei hoher U¨berschussenergie vernachla¨ssigbar. Im Prinzip ist damit eine analytische
Lo¨sung des Zwei-Elektronenproblems mo¨glich, da sich dieses separieren la¨sst und die
Dynamik in der Relativkoordinate der Rutherfordschen Streuformel gehorcht (siehe z.B.
Kap. 12 aus [GUT90]). Durch die unkonventionelle (bzgl. der Standardformulierung des
Rutherford-Problems) Mittelung u¨ber die Anfangsbedingungen gestaltet sich die Herlei-
tung einer kompakten Form der Energieaustauschverteilung jedoch als problematisch.
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Pulsla¨ngenabha¨ngigkeit des Energieaustauschs
Wir wollen nun noch den U¨bergang zum Sequentiellen nachvollziehen. Wir definie-
ren hierzu erneut eine Fluchtzeit vom Cluster τ˜F, wobei wir dieses mal jedoch als
Abscha¨tzung von oben das zuerst aktivierte Elektron mit einer kinetischen Energie von
mindestens E∗ heranziehen. Da der Coulomb-Komplex fu¨r dieses Elektron noch ladungs-
neutral ist, ko¨nnen wir die Zeit, die beno¨tigt wird, um einen Radius R zu durchlaufen,
angeben mit:
τ˜F =
R√
2E∗
(4.64)
Dies ist die Zeit, die ein Coulomb-Komplex minimal beno¨tigt, um seinen Radius ohne
Energieaustausch der Elektronen untereinander zu verdoppeln. Ein kurzer Puls ist in
diesem Sinne dann gegeben, wenn
T < τ˜F (4.65)
gilt. Um dieses Kriterium zu u¨berpru¨fen sind in Abb. 4.26 Spektren zu den Parametern
R = 13au, N = Q = 123, E∗ = 18.4au, T = 1.5as . . . 1.5fs
gezeigt. Diese Systeme sind mit E∗/(N/R) = 1.9 frei und die Fluchtzeit betra¨gt τ˜F =
52as. In Abb. 4.26 (a) ist das vollsta¨ndige Spektrum gezeigt. Man erkennt dort bereits
deutlich, dass bei Variation der Pulsdauer von T = 1.5as  τ˜F bis T = 1.5fs  τ˜F der
U¨bergang von starkem Energieaustausch zu sequentieller Ionisation vollsta¨ndig durchlau-
fen wird. Fu¨r die Pulsla¨ngen T = 1.5, 5 und 15as liegen die Spektren beinahe vollsta¨ndig
aufeinander und sind auch nicht von dem Extremfall T = 0 zu unterscheiden. Ebenso zei-
gen die Pulsla¨ngen T = 0.5fs und 1.5fs, und mit nur geringfu¨gigen Abweichungen auch
T = 150as, bereits ein vollsta¨ndig sequentielles Spektrum mit ausgepra¨gtem Plateau.
Der U¨bergang wird exakt durch die Pulsla¨nge T = 50as gebildet, welche genau der oben
definierten Fluchtzeit fu¨r diesen Coulomb-Komplex entspricht und seine Bedeutung als
Klassifikationskriterium besta¨tigt.
In Abb. 4.26 (b) ist die Energieverteilung der schnellen Elektronen logarithmisch auf-
getragen. Auch hier zeigt sich der U¨bergang deutlich. Bei den kurzen Pulsen (T < τ˜F)
liegen die exponentiellen Spektren aufeinander. Die Spektren der la¨ngeren Pulse hinge-
gen nehmen mit zunehmender Pulsdauer in ihrer Anfangssteigung bei E = E∗ immer
weiter ab, weisen hierbei jedoch eine stets zunehmende Kru¨mmung (im Logarithmischen)
auf. Die Allgemeinheit des Ergebnisses wird durch Rechnungen mit den Teilchenzahlen
N = 57, 251 und 461 u¨berpru¨ft. Diese Spektren sind in Abb. 4.27 gezeigt, wo sich in allen
drei Fa¨llen erneut zeigt, dass der U¨bergang von sequentiellem Verhalten zu maximalem
Energieaustausch bei T = τ˜F stattfindet.
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Abbildung 4.26.: Spektren fu¨r N = 123, R = 13au, T = 1.5as . . . 1.5fs bei E∗ = 500eV.
Vollsta¨ndiges Spektrum (a) und schnelle Elektronen (E > E∗) (b).
4.2.5. Geometrie der Klassifikation
In diesem Abschnitt wollen wir die Klassifikation des Modells der Coulomb-Komplexe,
welche in den vorigen Abschnitten durchgefu¨hrt wurde, geometrisch in den vierdimen-
sionalen Raum der Modellparameter einordnen. Dies erfolgt, indem wir die Klassifikati-
onskriterien statt als bina¨re Entscheidungskriterien: frei oder gebunden bzw. kurzer oder
langer Puls hier als kontinuierliche Maße interpretieren, wie wir es zuvor auch bereits
implizit getan haben. Der Einfachheit halber betrachten wir hier neben dem Kriterium
fu¨r Gebundenheit (Gl. 4.49) lediglich das Kriterium fu¨r kurze Pulse in dem Bereich freier
Systeme (Gl. 4.65). Das Kriterium fu¨r kurze Pulse im Bereich gebundener Systeme la¨sst
sich jedoch auf die gleiche Weise behandeln.
Wir definieren die Funktionen:
f˜1(N,R,E
∗, T ) =
E∗R
N
, (4.66)
f˜2(N,R,E
∗, T ) =
T
√
2E∗
R
, (4.67)
die jedem Punkt des Parameterraums ein Maß an Gebundenheit bzw. ein Maß fu¨r die
La¨nge des Pulses zuordnen, wobei der U¨bergang von gebunden zu frei bzw. von kurz
zu lang bei f˜1 = 1, bzw. f˜2 = 1 stattfindet. Hiermit ko¨nnen wir nun Punkte im Para-
meterraum identifizieren, die in diesem Sinn z.B. im gleichen Maße frei sind, da sie den
gleichen Wert fu¨r f1 annehmen.
Im restringierten, dreidimensionalen Parameterraum zu einer festen Teilchenzahl N0
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Abbildung 4.27.: Elektronenspektren fu¨r Parameter N = 57, E∗ = 231.7eV (a), N =
251, E∗ = 1020.3eV (b) und N = 461, E∗ = 1873.9eV (c), R = 13au und verschiedene
Pulsla¨ngen T = 0.033τ˜F (rot), 0.1τ˜F (gru¨n), 0.33τ˜F (blau), τ˜F (magenta), 3.3τ˜F (cyan), 10τ˜F
(orange) und 33τ˜F (schwarz) mit τ˜F = 76.19as (a), 36.3as (b) und 26.8as (c).
definieren wir die restringierten Maße f1 und f2:
f1(R,E
∗, T ) = f˜1(N0, R,E∗, T )|N0 =
E∗R
N0
, (4.68)
f2(R,E
∗, T ) = f˜2(N0, R,E∗, T )|N0 =
T
√
2E∗
R
, (4.69)
Hier bilden Punkte gleichen Maßes zweidimensionale Fla¨chen. Die Schnittfla¨che zweier
solcher Fla¨chen definiert eine eindimensionale Kurve, entlang welcher beide Maße in-
variant bleiben. Diese Kurve hat eine besondere Bedeutung, und zwar handelt es sich
hierbei um eine skalierungsinvariante Trajektorie, wie sie in Abschnitt 4.1.2 eingefu¨hrt
wurde. Dies ist eine allgemeine Eigenschaft aller Schnittkurven von skalierungsinvarian-
ten Funktionen des restringierten Parameterraums. Unsere Maßfunktionen (4.68) und
(4.69) geho¨ren notwendigerweise in diese Kategorie, da sie ansonsten nur in bestimmten
Regionen des Parameterraums ihre Rolle fu¨r eine Klassifikation annehmen ko¨nnten. Die-
ses Verha¨ltnis ist als Skizze in Abb. 4.28 dargestellt, wo fu¨r die beiden Maß-Funktionen
(4.68) (blau) und (4.69) (gru¨n) jeweils eine Iso-Fla¨che zu dem Maß eins, also genau an
der “Trennfla¨che” zwischen frei und gebunden bzw. kurzem oder langem Puls. gezeigt
ist. Ferner ist dort in rot die Skalierungstrajektorie gezeigt, die die Schnittmenge der
Isofla¨chen bildet.
Unser Klassifikationsschema teilt den restringierten Parameterraum somit in vier Be-
reiche auf, wie in Tab. 4.5 ausgefu¨hrt. Dieses Klassifikationsschema wird geometrisch
durch die Gradientenvektoren,
∇(R,E∗,T )f1 = 1
N
(E∗, R, 0) (4.70)
∇(R,E∗,T )f2 = 1
R
(
−T
√
2E∗
R
,
T√
2E
,
√
2E
)
, (4.71)
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Abbildung 4.28.: Skizze mit Isofla¨chen der Klassifikationskriterien f1 = 1 (blau) und f2 = 1
(gru¨n), sowie ihrer normierten Gradientenvektoren ±∇(R,E∗,T )f1 (blau) und ±∇(R,E∗,T )f2
(gru¨n) aus Gln. (4.70) und (4.71), und einer Skalierungstrajektorie als Schnittmenge der
Isofla¨chen im restringierten Parameterraum (R,E∗, T ).
f1 < 1 f1 > 1
f2 < 1 gebunden und kurzer Puls frei und kurzer Puls
f2 > 1 gebunden und langer Puls frei und langer Puls
Tabelle 4.5.: Klassifikation der Dynamik im restringierten Parameterraum durch die Maß-
funktionen (4.68) und (4.69) in vier Bereiche.
aufgespannt, die lokal in die Richtung des gro¨ssten Antiegs des jeweiligen Maßes zei-
gen. In Abb. 4.28 sind die normierten Gradientenvektoren an zwei Punkten entlang der
Skalierungstrajektorie durch Pfeile markiert. Es zeigt sich zum einen, dass sich entlang
der Skalierungstrajektorie ihre Richtungen a¨ndern, und zum anderen, dass sie i.A. nicht
orthogonal zueinander stehen. Letzteres bedeutet insbesondere, dass das Parametervo-
lumen der vier Bereiche unterschiedlich groß ist und zusa¨tzlich lokal variiert. So erkennt
man leicht an Abb. 4.28, dass beispielsweise an einem Punkt mit großen Werten von R
und T auf der eingezeichneten Skalierungstrajektorie, nur jeweils eine kleine Umgebung
existiert, in der das System frei und “kurzpulsig”, bzw. gebunden und “langpulsig” ist,
jedoch eine große Umgebung fu¨r die anderen beiden Kombinationen.
Bei dieser geometrischen Analyse sollte jedoch beachtet werden, dass sich Fragen wie
z.B. nach dem Parametervolumen oder dem Weg des geringsten Anstiegs einer Funktion
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im Parameterraum voraussetzen, dass sich Gro¨ßen wie R, E∗ und T gegeneinander
aufwiegen lassen, wa¨hrend im (experimentellen) physikalischen Alltag der zuga¨ngliche
Parameterraum praktischen Erwa¨gungen und Beschra¨nkungen untersteht. Nicht zuletzt
muss auch darauf hingewiesen werden, dass im Gegensatz zur exakten Skaleninvarianz
der Dynamik die Maßfunktionen (4.68) und (4.69) eher extreme Bereiche voneinander
separieren und eine Feinaufteilung des Parameterraums zu diesem Zeitpunkt durch die
bestehenden Befunde (noch) nicht gerechtfertigt ist. Nichtsdestotrotz soll die Analyse in
diesem Abschnitt auch ein Ausblick darauf sein, wie ein vollsta¨ndiges Versta¨ndnis der
Theorie von Coulomb-Komplexen einmal aussehen ko¨nnte.
123

5. Zusammenfassung und Ausblick
In dieser Arbeit wurde die Wechselwirkung von intensiven und ultrakurzen Ro¨ntgenla-
serpulsen mit endlichen Systemen im allgemeinen, und Neonclustern im speziellen un-
tersucht. Eine der Motivationen fu¨r dieses Forschungsgebiet ist der Ausblick auf single
molecule-Diffraktionsexperimente mit atomarer Auflo¨sung, deren Gelingen ein detaillier-
tes Versta¨ndnis der strahlungsinduzierten Scha¨den voraussetzt.
Nach einer Einfu¨hrung in die Methodik der geplanten coherent diffractive imaging-
Experimente in Abschnitt 2.1 und einer U¨bersicht u¨ber die grundlegenden Prozesse
der Photoabsorption und der hierdurch induzierten Dynamik in endlichen Systemen
in Abschnitt 2.2, wurde in Abschnitt 2.3 unser mikroskopisches Modell dieser Pro-
zesse vorgestellt. Dieses Modell unterscheidet sich von bisherigen Modellen durch die
Beru¨cksichtigung des wichtigen Effekts der Feldionisation in den sich stark aufladenenden
Systemen.
In Kapitel 3 wurde unser Modell zur Beschreibung der laserinduzierten Dynamik in
Neonclustern angewendet. In Abschnitt 3.1 wurde zuna¨chst in einer Vergleichsrechnung
die wichtige Rolle der Feldionisation fu¨r die resultierende Ionendynamik herausgestellt.
Es konnte gezeigt werden, dass durch Feldionisation eine ultraschnelle Nanoplasma-
formation im Clusterkern erfolgt, wodurch seine hohe Ladung neutralisiert, und seine
Coulomb-Explosion verhindert wird. In Abschnitt 3.2 wurde demonstriert, dass aufgrund
dieses Effekts der Anwendungsbereich des coherent diffractive imaging durch Einbet-
tung des Clusters in ein Heliumtro¨pfchen auf la¨ngere Pulse ausgeweitet werden kann.
Dies geschah durch eine explizite Analyse des Qualita¨tsverlusts der resultierenden Dif-
fraktionsmuster durch die induzierten Strahlenscha¨den. Es konnte dabei argumentiert
werden, dass diese Methode auch fu¨r gro¨ßere als die hier behandelten Systeme mit Er-
folg angewendet werden kann. In Abschnitt 3.3 wurde das Modell auf den Bereich ge-
genwa¨rtig verfu¨gbarer Wellenla¨ngen adaptiert und hiermit die nichtlineare Absorption
von Ro¨ntgenphotonen in kleinen Neonclustern untersucht. Es konnte gezeigt werden,
dass eine kurze Pulsla¨nge und die Clusterumgebung bei hoher Pulsfluenz einen effizien-
ten Ablauf der auger-assistierten Photoabsorption nachhaltig sto¨ren.
In Kapitel 4 wurde die Relaxationsdynamik des durch Photoionisation mit einem kurz-
en, intensiven Ro¨ntgenpuls in endlichen Systemen erzeugten Elektronenplasmas, welches
als Coulomb-Komplex bezeichnet wurde, durch ein vereinfachtes Modell beschrieben.
Ein solches Plasma ist dadurch ausgezeichnet, dass seine Relaxation durch teils massi-
ve Elektronenemission begleitet wird. In Abschnitt 4.1 folgte nach einer Einfu¨hrung in
das Modell eine detaillierte Analyse der komplexen Vielteilchendynamik eines Coulomb-
Komplexes mit moderater Anregungsenergie. Dabei wurde ein analytischer Zugang zur
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Beschreibung des Elektronenverlusts und der energetischen Eigenschaften des resultie-
renden gebundenen Gleichgewichtsplasmas gefunden. In Abschnitt 4.2 wurde schließlich
eine qualitative Klassifikation der mo¨glichen Dynamiken von Coulomb-Komplexen in
insgesamt vier Bereiche unternommen. Hierbei wurde nach Anregungsgrad, welche den
Elektronenverlust bestimmt, und Dauer der Anregung, welche die transiente Dynamik
beeinflusst, unterschieden.
Im Hinblick auf zuku¨nftige Entwicklungen la¨sst sich bereits jetzt absehen, dass Dif-
fraktionsexperimente eines der Kernanwendungsgebiete von XFELs sein werden. Wir
konnten zeigen, dass die Struktur kleiner nicht-periodischer Systeme den enormen In-
tensita¨ten von XFEL-Pulsen fu¨r Diffraktion standhalten kann, sofern das System in einen
tamper eingebettet ist. Erga¨nzend hierzu zeigen vorla¨ufige Rechnungen zu molekularen
Methanclustern, die gemeinsam mit Pierfrancesco Di Cintio durchgefu¨hrt wurden, dass
hier eine neue Art der Ladungsmigration stattfindet. Es werden vom Cluster positiv ge-
ladene Wasserstoffkerne emittiert und hierdurch die Explosionsenergie der verbleibenden
Kohlenstoffatome verringert. Dieser Mechanismus stellt somit eine Art internen tamper
dar, der intrinsisch in biologischer Materie vorhanden ist und dessen Bedeutung fu¨r das
CDI weiter untersucht werden sollte.
Insgesamt wird der Erfolg des coherent diffractive imaging einzelner Moleku¨le emp-
findlich davon abha¨ngen, ob die Schwelle der beno¨tigten Pulsfluenz durch algorithmische
Orientierungsklassifikation in Zukunft weiter gesenkt werden kann. Die hierzu bislang
am vielversprechendste Methode beruht darauf, eine Konsistenz des gesamten gestreu-
ten Photonenensembles mit einem als bekannt vorausgesetztem Rauschverhalten des Si-
gnals zu erreichen. Die Notwendigkeit hierbei auch “Rauschen durch Strahlenscha¨den”
zu beru¨cksichtigen stellt somit hohe Anspru¨che an deren Modellierung. In gewisser Wei-
se entwickelt sich die theoretische Beschreibung der laserinduzierten Dynamik hierdurch
zu einem wesentlichen Bestandteil der Messapparatur, welches eine interessante Ent-
wicklung darstellt. Diese Rolle kann noch erweitert werden, wenn zusa¨tzlich zu den
gestreuten Photonen auch andere Observablen, z.B. winkelaufgelo¨ste Elektronen- und
Ionenspektren fu¨r die Orientierungsklassifikation herangezogen werden.
Bereits in na¨herer Zukunft ließe sich das Absorptions- und Relaxationsverhalten von
Clustern in LCLS-Pulsen durch Pump-Probe-Verfahren zeitaufgelo¨st untersuchen. Eine
unkonventionelle Variante eines Pump-Probe-Szenarios konnte in vorla¨ufigen Rechnun-
gen mit einem modifizierten Modell der Coulomb-Komplexe bereits betrachtet werden.
Das Modell wurde um eine zweite U¨berschussenergie zur Beschreibung von Augerelektro-
nen erweitert. Ist die Energie der Augerelektronen deutlich ho¨her als die der Photonen,
so ko¨nnen die zeitverzo¨gert emittierten Augerelektronen als eine Probe der globalen La-
dungsdynamik des Clusters durch die Photoelektronen betrachtet werden. Es kommt
zu einer massiven post-collisional interaction, bei der bereits emittierte Photoelektronen
vom Cluster reabsorbiert werden, was sich sich markant im Augerelektronenspektrum
niederschla¨gt.
Doch auch das nicht-modifizierte Modell der Coulomb-Komplexe fu¨hrt zu interessan-
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ten weiterfu¨hrenden Fragestellungen. Speziell die angedeutete Equilibrierung im Konti-
nuum aus Abschnitt 4.2.4 verlangt nach einer tieferen Analyse. Hierbei mu¨ssen grund-
legende Fragestellungen betrachtet werden: Wie viele Teilchen sind notwendig um von
einem Gleichgewichtszustand zu sprechen? Erfolgt die Equilibrierung durch kurzfristige
bina¨re Sto¨sse oder durch kollektiven, langreichweitigen und kontinuierlichen Energie-
austausch? Aufgrund des allgemeinen Charakters des Modells der Coulomb-Komplexe,
seiner demonstrierten analytischen Zuga¨nglichkeit und seiner gegenwa¨rtigen und zuku¨nf-
tigen experimentellen Relevanz bildet es eine ideale Plattform um derartige Fragen zu
adressieren.
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A. Photoionisationsquerschnitte
Liegt bei der Absorption von Ro¨ntgenphotonen die Photonenenergie in der Gro¨ßenordnung
der Bindungsenergie, so ko¨nnen die Absorptionsquerschnitte der verschiedenen Ladungs-
zusta¨nde durch die Verschiebung der Bindungsenergien stark beeinflusst werden. Hier
reicht es nicht mehr die Querschnitte des neutralen Atoms durch Besetzungsfaktoren, wie
in Abschnitt 2.3 fu¨r die Ionisation von Neonatomen mit 12keV-Photonen beschrieben,
anzupassen.
Daher wurden fu¨r die Berechnung der Photoabsorption von Neonclustern und -atomen
in LCLS-Pulsen mit Photonenenergien von Eph = 0.9keV bzw. Eph = 2keV in Ab-
schnitt 3.3 fu¨r alle mo¨glichen internen Besetzungskonfigurationen, definiert durch die
Besetzungszahlen (n1s, n2s, n2p) der partiellen Schalen 1s, 2s und 2p der Neonatome,
individuelle Photoionisationsquerschnitte mittels eines einfachen Modells berechnet.
Hierzu wurden zuna¨chst die Gesamtenergien aller relevanten Elektronenkonfigura-
tionen eines Neonatoms mit einem spha¨rischen Dichtefunktionaltheorie-Code (DFT)
[PAR94] in LDA Na¨herung mit einem parametrisierten Austausch-Korrelations-Potential
aus [GOE96] berechnet. Aus der Energiedifferenz der internen Anfangs- und Endkonfi-
guration eines Photoionisationsprozesses la¨sst sich mit guter Genauigkeit die Bindungs-
energie des Anfangszustands ermitteln. Zum Vergleich sind unsere Werte fu¨r die Bin-
dungsenergien der partiellen Schalen fu¨r neutrales Neon in Tab. A.1 mit Literaturwerten
aus [CAR78] aufgefu¨hrt, wo wir eine gute U¨bereinstimmung attestieren ko¨nnen.
Eb [eV] (DFT) Eb [eV] (aus [CAR78])
1s 873.6 870.2
2s 45.42 48.5
2p 22.7 21.7
Tabelle A.1.: Vergleich der Bindungsenergien atomaren Neons zwischen spha¨rischer DFT
Rechnung und Literaturwerten aus [CAR78].
Fu¨r das an dem Photoionisationsprozess beteiligte gebundene Elektron wird ein ra-
diales, atomares Bindungspotential der Form
V (r) =
ZK
r
e−r/r0 +
ZL
r
(
1− e−r/r0) (A.1)
angesetzt. Hierbei definieren sich die effektiven Ladungen ZK und ZL nach den Beset-
zungen des Anfangszustands u¨ber ZL = Z − (n1s + n2s + n2p) und ZK = Z fu¨r eine
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1s-Photoionisation und ZK = Z − n1s fu¨r eine 2s- oder 2p-Photoionisation, wobei Z
die Kernladungszahl, also Z = 10 fu¨r Neon, bezeichnet. Der Parameter r0 in Gl. A.1
stellt einen Abschirmradius dar, der die Schalenstruktur des Atoms reflektiert. Die sta-
tiona¨re Schro¨dingergleichung mit Potential (A.1) wird in diskretisierter Form mit einer
LAPACK-Routine numerisch gelo¨st [AND99] und der Abschirmradius r0 so lange an-
gepasst, bis die Bindungsenergie des aktiven Elektrons der Bindungsenergie aus der
DFT-Rechnung entspricht. Dies definiert in diesem Modell den Anfangszustand |Φi〉 des
Ionisationsprozesses. Mit dem Endzustand |Φf〉, fu¨r den Ef = Ei + Eph, mit Ei/f als
Eigenenergien des Anfangs- bzw. Endzustands1, gilt, ergibt sich der Photoionisations-
querschnitt in Dipolna¨herung durch [FRI06]:
σph(E) = 4pi
2 e
2
~c
Eph |piph · rfi|2 , (A.2)
wobei piph den Polarisationsvektor und rfi = 〈Φf | r |Φi〉 das Dipolmatrixelement zwischen
Anfangs- und Endzustand bezeichnet und die Kontinuumszusta¨nde u¨ber die Zustands-
dichte energienormiert sind. Dieser Querschnitt fu¨r ein aktives Elektron wird dann noch
mit der initialen Besetzung der entsprechenden partiellen Schale multipliziert. Die Quer-
Eph [keV] σ1s [Mb] σ2s [Mb] σ2p [Mb]
0.9 (Modell) 0.323 0.00954 0.00374
0.9 (aus [VER93]) 0.276 0.0129 0.00696
2.0 (Modell) 0.0392 0.00116 0.000208
2.0 (aus [VER93]) 0.0396 0.00170 0.000384
Tabelle A.2.: Vergleich der Photo-Ionisationsquerschnitte fu¨r partielle Schalen fu¨r neutrales,
atomares Neon zwischen unseren Modell und Literaturwerten aus [VER93].
schnitte fu¨r die partiellen Schalen neutralen Neons sind in Tab. A.2 aufgelistet. Man
erkennt im Vergleich mit den Werten aus [VER93] eine exzellente U¨bereinstimmung fu¨r
die K-Schale, wa¨hrend der totale Querschnitt fu¨r die L-Schale um 33% (Eph = 900eV)
bzw. 34% (Eph = 2keV) abweicht, eine Folge des einfachen Modells. Im Fall Eph = 900eV
ist die Bindungsenergie des 1s Elektrons fu¨r die meisten Ausgangskonfigurationen gerin-
ger als die verfu¨gbare Photonenenergie. Lediglich die Konfigurationen (n1s, n2s, n2p) =
(2,2,6) und (2,2,5) haben eine Bindungsenergie unter 900eV. Die Bindungsenergie der
K-Schale der Konfiguration (2,2,4) liegt mit einer Bindungsenergie von 931eV bereits
deutlich u¨ber Eph. Fu¨r alle weiteren Konfigurationen liegt sie bereits bei u¨ber 960eV. In
all diesen Fa¨llen wurde der Photo-Ionisationsquerschnitt der K-Schale auf null gesetzt.
1Wa¨hrend fu¨r Ionisation aus einem 1s oder 2s Zustand aufgrund der Dipol-Auswahlregeln lediglich ein
p-Endzustand in Frage kommt, so mu¨ssen bei Ionisation aus einem 2p Zustand als Endzustand sowohl
s- als auch d-Zusta¨nde beru¨cksichtigt werden. Die Beitra¨ge wurden in einer Na¨herung inkoha¨rent
addiert.
130
Literaturverzeichnis
(Alphabetisch nach Ku¨rzel sortiert)
[ALS01] J. Als-Nielsen and D. McMorrow. Elements of Modern X-Ray Physics. (John
Wiley and Sons Ltd, 2001).
[AND99] E. Anderson, Z. Bai, C. Bischof, S. Blackford, J. Demmel, J. Dongarra,
J. Du Croz, A. Greenbaum, S. Hammarling, A. McKenney and D. Sorensen.
LAPACK Users’ Guide. (Society for Industrial and Applied Mathematics,
Philadelphia, PA, 3. Auflage, 1999).
[ARP04] O. Arp, D. Block, A. Piel and A. Melzer. Dust Coulomb Balls: Three-
Dimensional Plasma Crystals. Phys. Rev. Lett. 93, 165004 (2004).
[BAK10] M. Baker. The gatekeepers revealed. Nature 465, 823 (2010).
[BAR84] R. Barakat and G. Newsam. Necessary conditions for a unique solution to
two-dimensional phase recovery. J. Math. Phys. 25, 3190 (1984).
[BAR06] M. Barranco, R. Guardiola, S. Herna´ndez, R. Mayol, J. Navarro and M. Pi.
Helium Nanodroplets: an Overview. J. Low. Temp. Phys. 142, 1 (2006).
[BAU03] H. H. Bauschke. Hybrid projection-reflection method for phase retrieval.
J. Opt. Soc. Am. A 20, 1025 (2003).
[BER00] H. M. Berman, J. Westbrook, Z. Feng, G. Gilliland, T. N. Bhat, H. Weissig,
I. N. Shindyalov and Ph. E. Bourne. The Protein Data Bank. Nucleic Acids
Res. 28, 235 (2000).
[BER04] M. Bergh, N. Timneanu and D. van der Spoel. Model for the dynamics of a
water cluster in an x-ray free electron laser beam. Phys. Rev. E 70, 051904
(2004).
[BER09] N. Berrah, M. Hoener, B. Murphy, L. Fang, Ch. Bostedt, J. Bozek, S. Schorb,
M. Adolph, D. Rupp, T. Gorkhover, Th. Mo¨ller, J. J. Jha, G. R. Kumar,
M. Krishnamurthy, D. Rolles, L. Foucar, A. Rudenko, S. Epp, S. R. Krishnan,
B. Erk, K.-U. Ku¨hnel, B. Rudek, J. Ullrich, R. Hartmann, L. Stru¨der, T. Dit-
mire, J. Keto, Ch. Gnodtke, U. Saalmann and J.-M. Rost. Ultra-Short and
Ultra-Intense X-Ray Studies of Individual Atomic Clusters as a Function of
LCLS Pulse Length and Energy. unpublished, (2009).
131
Literaturverzeichnis
[BET75] H. Bethe and E. Salpeter. Quantum Mechanics of One- and Two-Electron
Atoms. (Springer, Berlin, 1975).
[BIS98] Ch. M. Bishop, M. Svense´n and Ch. K. I. Williams. GTM: The Generative
Topographic Mapping. Neural Computation 10, 215 (1998).
[BOR07] G. Bortel and G. Faigel. Classification of continuous diffraction patterns: A
numerical study. J. Struct. Biol. 158, 10 (2007).
[BOS08] C. Bostedt, H. Thomas, M. Hoener, E. Eremina, T. Fennel, K.-H. Meiwes-
Broer, H. Wabnitz, M. Kuhlmann, E. Plonjes, K. Tiedtke, R. Treusch, J. Feld-
haus, A. R. B. de Castro and T. Moller. Multistep Ionization of Argon Clus-
ters in Intense Femtosecond Extreme Ultraviolet Pulses. Phys. Rev. Lett. 100,
133401 (2008).
[BOS10] Ch. Bostedt, H. Thomas, M. Hoener, Th. Mo¨ller, U. Saalmann, I. Georges-
cu, Ch. Gnodtke and J.-M. Rost. Fast electrons from multi-electron dyna-
mics in xenon clusters induced by inner-shell ionization with soft X-ray pulses.
New J. Phys. 12, 083004 (2010).
[BRA00] R. N. Bracewell. The Fourier Transform and its Applications. (McGraw-Hill
Higher Education, 2000).
[CAR78] M. Cardona and L. Ley. Photoemission in Solids I: General Principles. (Sprin-
ger, Berlin, 1978).
[CHA06a] H. N. Chapman, A. Barty, M. J. Bogan, S. Boutet, M. Frank, S. P. Hau-Riege,
S. Marchesini, B. W. Woods, S. Bajit, W. H. Benner, R. London, E. Plo¨njes,
M. Kuhlmann, R. Treusch, S. Du¨sterer, T. Tschentscher, J. R. Schneider,
E. Spiller, T. Mo¨ller, C. Bostedt, M. Hoener, D. A. Shapiro, K. O. Hodgson,
D. van der Spoel, F. Burmeister, M. Bergh, C. Caleman, G. Huldt, M. M.
Seibert, F. R. N. C. Maia, R. W. Lee, A. Szo¨ke, N. Timneanu and J. Hajdu.
Femtosecond diffractive imaging with a soft-X-ray free-electron laser. Nature
Phys. 2, 839 (2006).
[CHA06b] H. N. Chapman, A. Barty, S. Marchesini, A. Noy, S. P. Hau-Riege, C. Cui,
M. R. Howells, R. Rosen, H. He, J. C. H. Spence, U. Weierstall, T. Beetz,
C. Jacobsen and D. Shapiro. High-resolution ab initio three-dimensional x-ray
diffraction microscopy. J. Opt. Soc. Am. A 23, 1179 (2006).
[CHA09] H. N. Chapman. X-ray imaging beyond the limits. Nature Materials 8, 299
(2009).
[CLE01] E. Clementi and G. Corongiu. Van der Waals Interaction Energies of Helium,
Neon, and Argon with Naphtalene. J. Phys. Chem. A 105, 10379 (2001).
132
Literaturverzeichnis
[CUC93] A. Cuccoli, A. Macchi, V. Tognetti and R. Vaia. Monte Carlo computations of
the quantum kinetic energy of rare-gas solids. Phys. Rev. B 47, 14923 (1993).
[DAC] H. Dachsel and I. Kabadshow. http://www.fz-juelich.de/jsc/fmm.
[DRE07] J. Drenth. Principles of Protein X-Ray Crystallography. (Springer, 2007).
[DUB99] D. H. E. Dubin and T. M. O’Neil. Trapped nonneutral plasmas, liquids, and
crystals (the thermal equilibrium states). Rev. Mod. Phys. 71, 87 (1999).
[ELS03] V. Elser. Phase retrieval by iterated projections. J. Opt. Soc. Am. A 20, 40
(2003).
[ELS07] V. Elser, I. Rankenburg and P. Thibault. Searching with iterated maps.
Proc. Natl. Acad. Sci. 104, 418 (2007).
[EPP09] S. W. Epp, H. Graafsma, R. Hartmann, H. Hirsemann, K.-U. Ku¨hnel, D. Rol-
les, A. Rudenko, I. Schlichting, L. Stru¨der and J. Ullrich. CAMP - A New
Endstation for Simultaneous Detection of Photons and Charged Particles in
Free Electron Lasers Experiments. J. Phys.: Conf. Ser. 194, 142017 (2009).
[ERC97] F. Ercolessi. A molecular dynamics primer. Lecture Notes, Spring Colle-
ge in Computational Physics, ICTP, Trieste, http://www.fisica.uniud.it/
~ercolessi/md/, (1997).
[FEN10] Th. Fennel, K.-H. Meiwes-Broer, J. Tiggesba¨umker, P. G. Reinhard, P. M.
Dinh and E. Suraud. Laser-driven nonlinear cluster dynamics. Rev. Mod.
Phys. 82, 1793 (2010).
[FFTW] FFTW User Manual. http://www.fftw.org/fftw3_doc/index.html,
(2008).
[FIE78] J. R. Fienup. Reconstruction of an object from the modulus of its Fourier
transform. Optics Letters 3, 27 (1978).
[FIE82] J. R. Fienup. Phase retrieval algorithms: a comparison. Appl. Opt. 21, 2758
(1982).
[FLASH] http://flash.desy.de/.
[FRI06] H. Friedrich. Theoretical Atomic Physics. (Springer-Verlag Berlin Heidelberg,
2006).
[FUN08] R. Fung, V. Shneerson, D. K. Saldin and A. Ourmazd. Structure from fleeting
illumination of faint spinning objects in flight. Nature Phys. 5, 64 (2008).
133
Literaturverzeichnis
[GAF07] K. J. Gaffney and H. N. Chapman. Imaging Atomic Structure and Dynamics
with Ultrafast X-ray Scattering. Science 316, 1444 (2007).
[GEL10] G. Geloni, E. Saldin, L. Samoylova, E. Schneidmiller, H. Sinn, Th. Tschent-
scher and M. Yurkov. Coherence properties of the European XFEL. New
Journal of Physics 12, 035021 (2010).
[GER72] R. W. Gerchberg and W. O. Saxton. A practical algorithm for the determi-
nation of the phase from image and diffraction plane pictures. Optik 35, 237
(1972).
[GNO09] Ch. Gnodtke, U. Saalmann and J.-M. Rost. Ionization and charge migrati-
on through strong internal fields in clusters exposed to intense x-ray pulses.
Phys. Rev. A 79, 041201 (2009).
[GOE96] S. Goedecker, M. Teter and J. Hutter. Separable dual–space Gaussian pseu-
dopotentials. Phys. Rev. B 54, 1703 (1996).
[GRE87] L. Greengard and V. Rokhlin. A Fast Algorithm for Particle Simulations.
J. Comp. Phys. 73, 325 (1987).
[GUI94] A. Guinier. X-Ray diffraction in crystals, imperfect crystals, and amorphous
bodies. (Dover Publications, inc., 1994).
[GUT90] M. C. Gutzwiller. Chaos in Classical and Quantum Mechanics. (Springer-
Verlag New York inc., 1990).
[HAB95] H. Haberland, Hrsg. Clusters of Atoms and Molecules I. (Springer-Verlag,
1995).
[HAN09] E. Hand. X-ray free-electron lasers fire up. Nature 461, 708 (2009).
[HAU04] S. P. Hau-Riege, R. A. London and A. Szoke. Dynamics of biological molecules
irradiated by short x-ray pulses. Phys. Rev. E 69, 051906 (2004).
[HAU05] S. P. Hau-Riege, R. A. London, G. Huldt and H. N. Chapman. Pulse require-
ments for x-ray diffraction imaging of single biological molecules. Phys. Rev. E
71, 061919 (2005).
[HAU07] S. P. Hau-Riege, R. A. London, H. N. Chapman, A. Szoke and N. Timneanu.
Encapsulation and Diffraction-Pattern-Correction Methods to Reduce the Ef-
fect of Damage in X-Ray Diffraction Imaging of Single Biological Molecules.
Phys. Rev. Lett. 98, 198302 (2007).
[HAU08] S. P. Hau-Riege and H. N. Chapman. Modeling the damage dynamics of
nanospheres exposed to x-ray free-electron-laser radiation. Phys. Rev. E 77,
041902 (2008).
134
Literaturverzeichnis
[HAU10] S. P. Hau-Riege, S. Boutet, A. Barty, S. Bajt, M. J. Bogan, M. Frank, J. Andre-
asson, B. Iwan, M. M. Seibert, J. Hajdu, A. Sakdinawat, J. Schulz, R. Treusch
and H. N. Chapman. Sacrificial Tamper Slows Down Sample Explosion in
FLASH Diffraction Experiments. Phys. Rev. Lett. 104, 064801 (2010).
[HEN93] B. L. Henke, E. M. Gullikson and J. C. Davis. X-Ray Interactions: Photoab-
sorption, Scattering, Transmission, and Reflection at E = 50−30, 000eV, Z =
1− 92. At. Data Nucl. Data Tables 54, 181 (1993).
[HEN95] R. Henderson. The potential and limitations of neutrons electrons and
X-rays for atomic resolution microscopy of unstained biological molecules.
Q. Rev. Biophys. 28, 171 (1995).
[HEN08] C. Henning, K. Fujioka, P. Ludwig, A. Piel, A. Melzer and M. Bonitz. Existence
and Vanishing of the Breathing Mode in Strongly Correlated Finite Systems.
Phys. Rev. Lett. 101, 045002 (2008).
[HOE10] M. Hoener, L. Fang, O. Kornilov, O. Gessner, S. T. Pratt, M. Gu¨hr, E. P. Kan-
ter, C. Blaga, C. Bostedt, J. D. Bozek, P. H. Bucksbaum, C. Buth, M. Chen,
R. Coffee, J. Cryan, L. DiMauro, M. Glownia, E. Hosler, E. Kukk, S. R. Leo-
ne, B. McFarland, M. Messerschmidt, B. Murphy, V. Petrovic, D. Rolles and
N. Berrah. Ultraintense X-Ray Induced Ionization, Dissociation, and Frustra-
ted Absorption in Molecular Nitrogen. Phys. Rev. Lett. 104, 253002 (2010).
[HOW09] M. R. Howells, A. P. Hitchcock and Ch. J. Jacobsen. Introduction: Special
issue on radiation damage (Editorial). Journal of Electron Spectroscopy and
Related Phenomena 170, 1 (2009).
[HUL03] G. Huldt, A. Szo¨ke and J. Hajdu. Diffraction imaging of single particles and
biomolecules. J. Struct. Biol. 144, 219 (2003).
[ISH00] K. Ishikawa and Th. Blenski. Explosion dynamics of rare-gas clusters in an
intense laser field. Phys. Rev. A 62, 063204 (2000).
[ISI] ISI Web of Knowledge. http://wokinfo.com/.
[IWA09] H. Iwayama, K. Nagaya, M. Yao, H. Fukuzawa, X. J. Liu, G. Pru¨mper,
M. Okunishi, K. Shimada, K. Ueda, T. Harada, M. Toyoda, M. Yanagiha-
ra, M. Yamamoto, K. Motomura, N. Saito, A. Rudenko, J. Ullrich, L. Fou-
car, A. Czasch, R. Do¨rder, M. Nagasono, A. Higashiya, M. Yabashi, T. Is-
hikawa, H. Ohashi and H. Kimura. Frustration of direct photoionization of
Ar clusters in intense extreme ultraviolet pulses from a free electron laser.
J. Phys. B. At. Mol. Opt. Phys. 42, 134019 (2009).
135
Literaturverzeichnis
[JUR04] Z. Jurek, G. Faigel and M. Tegze. Dynamics in a cluster under the influence
of intense femtosecond hard X-ray pulses. Eur. Phys. J. D 29, 217 (2004).
[JUR08] Z. Jurek and G. Faigel. The effect of tamper layer on the explosion dynamics
of atom clusters. Eur. Phys. J. D 50, 35 (2008).
[KET96] W. Ketterle and N. J. van Druten. Evaporative Cooling of Trapped Atoms.
Advances in Atomic, Molecular and Optical Physics 37, 181 (1996).
[KLE97] G. J. Kleywegt and T. A. Jones. Model building and refinement practice.
Methods in Enzymology 277, 208 (1997).
[KOC95] A. G. Kochur, V. L. Sukhorukov, A. I. Dudenko and Ph. V. Demekhin.
Direct Hartree-Fock calculation of the cascade decay production of multi-
ply charged ions following inner-shell ionization of Ne, Ar, Kr and Xe.
J. Phys. B. At. Mol. Opt. Phys. 28, 387 (1995).
[KRA79] M. O. Krause and J. H. Oliver. Natural widths of atomic K and L levels, Kα
X-ray lines and several KLL Auger lines. J. Phys. Chem. Ref. Data 8, 329
(1979).
[KRA02] V. P. Krainov and M. B. Smirnov. Cluster beams in the super-intense femto-
second laser pulse. Phys. Rev. 370, 237 (2002).
[LAR71] F. P. Larkins. Dependence of fluorescence yield on atomic configuration.
J. Phys. B. At. Mol. Opt. Phys. 4, L29 (1971).
[LAS99] I. Last and J. Jortner. Quasiresonance ionization of large multicharged clusters
in a strong laser field. Phys. Rev. A 60, 2215–2221 (1999).
[LCLS] http://lcls.slac.stanford.edu/.
[LEV84] A. Levi and H. Stark. Image restoration by the method of generalized projec-
tions with application to restoration from magnitude. J. Opt. Soc. Am. A 1,
932 (1984).
[LOH09] N.-T. D. Loh and V. Elser. Reconstruction algorithm for single-particle dif-
fraction imaging experiments. Phys. Rev. E 80, 026705 (2009).
[LOH10] N. D. Loh, M. J. Bogan, V. Elser, A. Barty, S. Boutet, S. Bajt, J. Hajdu,
T. Ekeberg, F. R. N. C. Maia, J. Schulz, M. M. Seibert, B. Iwan, N. Timneanu,
S. Marchesini, I. Schlichting, R. L. Shoeman, L. Lomb, M. Frank, M. Liang and
H. N. Chapman. Cryptotomography: Reconstructing 3D Fourier Intensities
from Randomly Oriented Single-Shot Diffraction Patterns. Phys. Rev. Lett.
104, 225501 (2010).
136
Literaturverzeichnis
[LUK02] D. R. Luke, J. V. Burke and R. G. Lyon. Optical Wavefront Reconstruction:
Theory and Numerical Methods. SIAM Rev. 44, 169 (2002).
[LUK05] D. R. Luke. Relaxed averaged alternating reflections for diffraction imaging.
Inverse Problems 21, 37 (2005).
[MAC61] A. L. Mackay. A dense non-crystallographic packing of equal spheres. Ac-
ta Cryst. 15, 916 (1961).
[MAK09] M. G. Makris, P. Lambropoulos and A. Mihelicˇ. Theory of Multiphoton Mul-
tielectron Ionization of Xenon under Strong 93-eV Radiation. Phys. Rev. Lett.
102, 033002 (2009).
[MAR03a] S. Marchesini, H. N. Chapman, S. P. Hau-Riege, R. A. London, A. Szoke,
H. He, M. R. Howells, H. Padmore, R. Rosen, J. C. H. Spence and U. Weier-
stall. Coherent X-ray diffractive imaging: applications and limitations. Optics
Express 11, 2344 (2003).
[MAR03b] S. Marchesini, H. He, H. N. Chapman, S. P. Hau-Riege, A. Noy, M. R. Ho-
wells, U. Weierstall and J. C. H. Spence. X-ray image reconstruction from a
diffraction pattern alone. Phys. Rev. B 68, 140101 (2003).
[MCG69] E. J. McGuire. K-Shell Auger Transition Rates and Fluorescence Yields for
Elements Be-Ar. Phys. Rev. 185, 1 (1969).
[MIA99] J. Miao, P. Charalambous, J. Kirz and D. Sayre. Extending the methodology
of X-ray crystallography to allow imaging of micrometre-sized non-crystalline
specimens. Nature 400, 342 (1999).
[MIA00] J. Miao and D. Sayre. On possible extensions of X-ray crystallography through
diffraction-pattern oversampling. Acta Cryst. A 56, 596 (2000).
[MIA01] J. Miao, K. O. Hodgson and D. Sayre. An approach to three-dimensional
structures of biomolecules by using single-molecule diffraction images.
Proc. Natl. Acad. Sci. 98, 6641 (2001).
[MIA02] J. Miao, T. Ishikawa, B. Johnson, E. H. Anderson, B. Lai and K. O. Hodgson.
High Resolution 3D X-Ray Diffraction Microscopy. Phys. Rev. Lett. 89,
088303 (2002).
[MIA06] J. Miao, C.-C. Chen, C. Song, Y. Nishino, Y. Kohmura, T. Ishikawa,
D. Ramunno-Johnson, T.-K. Lee and S. H. Risbud. Three-Dimensional
GaN-Ga2O3 Core Shell Structure Revealed by X-Ray Diffraction Microscopy.
Phys. Rev. Lett. 97, 215503 (2006).
137
Literaturverzeichnis
[MIK08] A. Mikaberidze, U. Saalmann and J.-M. Rost. Energy absorption of xenon
clusters in helium nanodroplets under strong laser pulses. Phys. Rev. A 77,
041201 (2008).
[MIK09] A. Mikaberidze, U. Saalmann and J.-M. Rost. Laser-Driven Nanoplasmas in
Doped Helium Droplets: Local Ignition and Anisotropic Growth. Phys. Rev.
Lett. 102, 128102 (2009).
[MIL90] R. P. Millane. Phase retrieval in crystallography and optics. J. Opt. Soc. Am. A
7, 394 (1990).
[MOE09] Th. Mo¨ller. private Mitteilung, (2009).
[MOR09] K. Moribayashi. Application of photoelectron spectroscopy to the measurement
of the flux of x-ray free-electron lasers irradiating clusters or biomolecules.
Phys. Rev. A 80, 025403 (2009).
[MOZ07] V. Mozhayskiy, M. N. Slipchenko, V. K. Adamchuk and A. F. Vilesov. Use
of helium nanodroplets for assembly, transport, and surface deposition of large
molecular and atomic clusters. J. Chem. Phys. 127, 094701 (2007).
[NAK09] T. Nakamura, Y. Fukuda and Y. Kishimoto. Ionization dynamics of cluster
targets irradiated by x-ray free-electron-laser light. Phys. Rev. A 80, 053202
(2009).
[NEU00] R. Neutze, R. Wouts, D. van der Spoel, E. Weckert and J. Hajdu. Potential for
biomolecular imaging with femtosecond X-ray pulses. Nature 406, 752 (2000).
[NEU04] R. Neutze, G. Huldt, J. Hajdu and D. van der Spoel. Potential impact of an X-
ray free electron laser on structural biology. Radiation Physics and Chemistry
71, 905 (2004).
[OST97] Ch. Ostermeier and H. Michel. Crystallization of membrane proteins. Curr.
Opin. Struct. Biol. 7, 697 (1997).
[PAR94] R. G. Parr and W. Yang. Density-functional theory of atoms and molecules.
(Oxford University Press, New York, 1994).
[PDB] RCSB PDB. http://www.pdb.org.
[RAI09] T. Raitza, H. Reinholz, G. Ro¨pke, I. Morozov and E. Suraud. Laser Excited
Expanding Small Clusters: Single Time Distribution Functions. Contrib. Plas-
ma Phys. 49, 496 (2009).
[RAI10] K. S. Raines, S. Salha, R. L. Sandberg, H. Jiang, J. A. Rodriguez, B. P.
Fahimian, H. C. Kapteyn, J. Du and J. Miao. Three-dimensional structure
determination from a single view. Nature 463, 214 (2010).
138
Literaturverzeichnis
[RIC09] M. Richter, M. Ya. Amusia, S. V. Bobashev, T. Feigl, P. N. Juranic´, M. Mar-
tins, A. A. Sorokin and K. Tiedtke. Extreme Ultraviolet Laser Excites Atomic
Giant Resonance. Phys. Rev. Lett. 102, 163002 (2009).
[ROH07] N. Rohringer and R. Santra. X-ray nonlinear optical processes using a self-
amplified spontaneous emission free-electron laser. Phys. Rev. A 76, 033416
(2007).
[SAA02] U. Saalmann and J.-M. Rost. Ionization of Clusters in Strong X-Ray Laser
Pulses. Phys. Rev. Lett. 89, 143401 (2002).
[SAA06] U. Saalmann, Ch. Siedschlag and J.-M. Rost. Mechanisms of cluster ionization
in strong laser pulses. J. Phys. B. At. Mol. Opt. Phys. 39, R39 (2006).
[SAA08] U. Saalmann, I. Georgescu and J.-M. Rost. Tracing non-equilibrium plasma
dynamics on the attosecond timescale in small clusters. New Journal of Physics
10, 025014 (2008).
[SAA10] U. Saalmann. Cluster nanoplasmas in strong FLASH pulses: Formation, ex-
citation and relaxation. J. Phys. B. At. Mol. Opt. Phys. 43, 194012 (2010).
[SAN09] R. Santra. Concepts in x-ray physics. J. Phys. B. At. Mol. Opt. Phys. 42,
169801 (2009).
[SCH08a] K. E. Schmidt, J. C. H. Spence, U. Weierstall, R. Kirian, X. Wang, D. Star-
odub, H. N. Chapman, M. R. Howells and R. B. Doak. Tomographic Femto-
second X-Ray Diffractive Imaging. Phys. Rev. Lett. 101, 115507 (2008).
[SCH08b] C. G. Schroer, P. Boye, J. M. Feldkamp, J. Patommel, A. Schropp, A. Schwab,
S. Stephan, M. Burghammer, S. Scho¨der and C. Riekel. Coherent X-Ray
Diffraction Imaging with Nanofocused Illumination. Phys. Rev. Lett. 101,
090801 (2008).
[SHA05] D. Shapiro, P. Thibault, T. Beetz, V. Elser, M. Howells, Ch. Jacobsen, J. Kirz,
E. Lima, H. Miao, A. M. Neiman and D. Sayre. Biological imaging by soft x-ray
diffraction microscopy. Proc. Natl. Acad. Sci. 102, 15343 (2005).
[SHN08] V. L. Shneerson, A. Ourmazd and D. K. Saldin. Crystallography without
crystals. I. The common-line method for assembling a three-dimensional dif-
fraction volume from single-particle scattering. Acta Cryst. A 64, 303 (2008).
[SIE02] Ch. Siedschlag. Dissertation, TU Dresden, (2002).
[SIE04] Ch. Siedschlag and J. M. Rost. Small Rare-Gas Clusters in Soft X-Ray Pulses.
Phys. Rev. Lett. 93, 043402 (2004).
139
Literaturverzeichnis
[SOL82] J. C. Solem and G. C. Baldwin. Microholography of Living Organisms. Science
218, 229 (1982).
[SON08] C. Song, H. Jiang, A. Mancuso, B. Amirbekian, L. Peng, R. Sun, S. S. Shah,
Z. H. Zhou, T. Ishikawa and J. Miao. Quantitative Imaging of Single, Unstai-
ned Viruses with Coherent X Rays. Phys. Rev. Lett. 101, 158101 (2008).
[SOR07] A. A. Sorokin, S. V. Bobashev, T. Feigl, K. Tiedtke, H. Wabnitz and M. Rich-
ter. Photoelectric Effect at Ultrahigh Intensities. Phys. Rev. Lett. 99, 213002
(2007).
[SPE04] J. C. H. Spence, U. Weierstall and M. Howells. Coherence and sampling re-
quirements for diffractive imaging. Ultramic. 101, 149 (2004).
[SPE05] J. C. H. Spence, K. Schmidt, J. S. Wu, G. Hembree, U. Weierstall, B. Doak
and P. Fromme. Diffraction and imaging from a beam of laser-aligned proteins:
resolution limits. Acta Cryst. A 61, 237 (2005).
[SPRING8] http://www-xfel.spring8.or.jp/.
[STA03] H. Stapelfeldt and T. Seideman. Aligning molecules with strong laser pulses.
Rev. Mod. Phys. 75, 543 (2003).
[SVE98] J. F. M. Svensen. Dissertation, Aston Univ., (1998).
[THI06] P. Thibault, V. Elser, C. Jacobsen, D. Shapiro and D. Sayre. Reconstruction
of a yeast cell from X-ray diffraction data. Acta Cryst. A 62, 248 (2006).
[THO01] A. C. Thompson and D. Vaughan. X-Ray Data Booklet (Center for X-Ray
Optics and Advanced Light Source, Lawrence Berkeley National Laboratory,
Berkeley, CA). (http://xdb.lbl.gov/, 2001).
[TIE08] K. Tiedtke, J. Feldhaus, U. Hahn, U. Jastrow, T. Nunez, T. Tschentscher, S. V.
Bobashev, A. A. Sorokin, J. B. Hastings, S. Mo¨ller, L. Cibik, A. Gottwald,
A. Hoehl, U. Kroth, M. Krumrey, H. Scho¨ppe, G. Ulm and M. Richter. Gas
detectors for x-ray lasers. J. Appl. Phys. 103, 094511 (2008).
[VAR07] I. A. Vartanyants, I. K. Robinson, I. McNulty, C. David, P. Wochner and Th.
Tschentscher. Coherent X-ray scattering and lensless imaging at the European
XFEL Facility. J. Synchrotron Rad. 14, 453 (2007).
[VER93] D.A. Verner, D.G. Yakovlev, I.M. Band and M.B. Trzhaskovskaya. Subshell
Photoionization Cross Sections and Ionization Energies of Atoms and Ions
from He to Zn. At. Data Nucl. Data Tables 55, 233 (1993).
140
Literaturverzeichnis
[WEB02] G. Webster and R. Hilgenfeld. Perspectives on Single Molecule Diffraction
Using the X-Ray Free Electron Laser. Single Mol. 3, 63 (2002).
[XFEL] http://www.xfel.eu/.
[ZIA01] B. Ziaja, D. van der Spoel, A. Szo¨ke and J. Hajdu. Auger-electron cascades
in diamond and amorphous carbon. Phys. Rev. B 64, 214104 (2001).
[ZIA02] B. Ziaja, A. Szo¨ke, D. van der Spoel and J. Hajdu. Space-time evolution of
electron cascades in diamond. Phys. Rev. B 66, 024116 (2002).
[ZIA09] B. Ziaja, H. Wabnitz, F. Wang, E. Weckert and T. Mo¨ller. Energetics, Io-
nization, and Expansion Dynamics of Atomic Clusters Irradiated with Short
Intense Vacuum-Ultraviolet Pulses. Phys. Rev. Lett. 102, 205002 (2009).
141

Danksagung
Mein ganz besonderer Dank gilt:
• meinem Doktorvater Prof. Jan-Michael Rost und seiner nie versiegenden Quelle
an Enthusiasmus fu¨r Neues, und von dem ich lernen konnte weniger Briefmarken
zu sammeln und mehr “out of the box” zu denken
• Dr. Ulf Saalmann und seinem scharfem Blick fu¨r elegante Auswege aus den Untie-
fen des physikalisch-mathematisch-numerischen Dickichts und seiner steten Hilfs-
bereitschaft bei Problemen aller Art
• der ganzen Arbeitsgruppe, insbesondere Cenap Ates, Co-Kaffeewart Alexander
Croy, Ex-Co-Kaffeewart Ionut Georgescu, meinem Bu¨rokollegen Jan Roden, Ale-
xey Mikaberidze, Ivan Liu, Thomas Pohl, Nils Henkel, meinem Lauftrainer Alex-
ander Ka¨stner, Martin Winter, Pierfrancesco DiCintio, Rick Mukherjee, Alexander
Eisfeld, u.a.
• Kai Dierkes fu¨r treue Freundschaft
• meinen Eltern fu¨r Ihre durchgehende Unterstu¨tzung in meinen wissenschaftlichen
Bemu¨hungen
• Abigail Klopper, die mir mit endloser Geduld stets zur Seite gestanden hat
143

Versicherung
Hiermit versichere ich, dass ich die vorliegende Arbeit ohne unzula¨ssige Hilfe Dritter
und ohne Benutzung anderer als der angegebenen Hilfsmittel angefertigt habe; die aus
fremden Quellen direkt oder indirekt u¨bernommenen Gedanken sind als solche kenntlich
gemacht. Die Arbeit wurde bisher weder im Inland noch im Ausland in gleicher oder
a¨hnlicher Form einer anderen Pru¨fungsbeho¨rde vorgelegt.
Die Arbeit wurde am Max-Planck-Institut fu¨r Physik komplexer Systeme in der Abtei-
lung
”
Endliche Systeme“ angefertigt und von Prof. Dr. Jan-Michael Rost betreut.
Ich erkenne die Promotionsordnung der Fakulta¨t Mathematik und Naturwissenschaften
der Technischen Universita¨t Dresden vom 20. Ma¨rz 2000, sowie deren A¨nderungen vom
16.04.2003 und 17.07.2008, an.
————————
Christian Gnodtke
